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Les noyaux offrent la possibilité d'étudier les propriétés à l'équilibre ou hors
équilibre de systèmes mésoscopiques quantiques. L'étude de la dynamique nu
cléairerequiert l'utilisation de théoriesde transport microscopiques devant donner
une vision réaliste des noyaux en tant que systèmes complexes auto-organisés sous
l'effet de l'interaction nucléaire. Elles doivent également permettre de comprendre
les mécanismes des réactions nucléaires sans lesquelles les caractéristiques du
noyau ne seraient pas accessibles.
D'un point de vue expérimental, on s'aperçoit qu'il existe une grande diversité
de comportements du noyau en fonction de l'énergie déposéedans celui-ci.A basse
énergie d'excitation, les expériencesrévèlent les aspects quantiques et la structure
très particulière des systèmes nucléaires: effets de couche, nombres magiques,
résonances géantes... Lorsque l'énergie d'excitation augmente, il faut prendre en
compte de plus en plus de degrés de liberté. Un traitement statistique de ces
degrés de liberté est alors nécessaire. Le plus souvent, les aspects quantiques
et le traitement statistique doivent être considérés simultanément. C'est le cas
par exemple, pour les résonances géantes construites sur des états plus ou moins
excités du noyau, ou encore pour la dynamique des noyaux chauds. L'étude de ces
derniers a connu un essor particulier lors des dix dernières années avec l'utilisation
d'une nouvellegénération de multidétecteurs 4x [Poc97]. La possibilité de créer et
d'étudier la désexcitation des systèmes composites dans des conditions diverses de
température et de pression offre des perspectives intéressantes pour l'étude des
propriétés statistiques des noyaux et l'accès aux caractéristiques de la matière
nucléaire infinie. Toutefois, de telles perspectives ne sont envisageables que si les
mécanismes conduisant à ces systèmes thermalisés sont compris.
Une description de ces divers phénomènes demande l'introduction de théories
de transport permettant à la fois de traiter les propriétés quantiques et statis
tiques des noyaux. Dans ce cadre, les phénomènes de relaxation sont un banc
d'essai pour les modèlesconsidérés. Lorsque des systèmescomplexes sont étudiés,
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un traitement théorique exact est impossible et des approximations doivent être
développées.
Actuellement, selon le type de réaction différents modèles sont utilisés A
basse énergie, en raison de la forte délocalisation des nucléons et du faible taux
de collisions entre eux dû au blocage de Pauli, le libre parcours moyen de ces
particules est très grand àl'intérieur des noyaux. Dans ce cas, les nucléons peu
vent être considérés comme des particules indépendantes soumises à un potentiel
effectif qu'elles génèrent et les corrélations peuvent être négligées. Cette descrip
tion est appelée théorie de champ moyen dépendant du temps (Time-Dependent
Hartree-Fock [TDHF]) [Dir30, Bon76, Neg82] ou statique (Hartree-Fock [HF])[Har28, Foc30}. Lorsque l'énergie augmente, les collisions entre nucléons jouent
un rôle de plus en plus grand et ne peuvent plus être négligées. Une description
adéquate de ces phénomènes requiert l'introduction d'approches allant au delà du
champ moyen. Une telle possibilité est offerte par les théories de champ moyen
étendu qui prennent en compte soit partiellement (Extended TDHF [ETDHF])[Won78] soit complètement (Time-Dependent Density-Matrix [TDDM]) [Gon90
Deb92] l'effet des corrélations à deux corps . Cependant, devant la complexité
des approches purement quantiques, les méthodes actuellement utilisées dans la
description des réactions entre ions lourds aux énergies intermédiaires reposent
sur un formalisme semi-classique. Dans ce cas, le seul effet quantique retenu
est la statistique de. Fermi-Dirac à laquelle les nucléons obéissent. Ces théories
de transport ont connu un effort théorique important et ont abouti, notamment
dans leur version étendue (LV,BUU,BNV) [Ber88] et stochastique (Boltzmann-
Langevm [BL]) [Ayi88, Ran90, Gua96], à une description des mécanismes de
reaction aux énergies intermédiaires. Finalement, lorsque l'énergie augmente
encore, la désexcitation du noyau est dominée par les collisions entre nucléons
traitées par des méthodes classiques de "cascade intranucléaire" (Intra Nuclear
Cascade [INC]) [Cug81].
Le développement d'une part des approches quantiques de champ moyen et
d'autre part des théories de transport semi-classiques durant les deux dernières
décennies marque un pas important dans la description des réactions nucléaires.
Cependant, inclure les corrélations dans un cadre quantique reste encore actuelle
ment problématique et ne permet pas une application de ces théories àmoyenne
énergie. Al'inverse, les approches semi-classiques, en négligeant la plupart des
aspects quantiques, ne peuvent être appliquées à basse énergie. ETDHF dépasse
ces limitations en offrant un cadre théorique unique pour les réactions nucléaires
a basse et moyenne énergies.
C'est dans cette optique qu'un travail de recherche sur les théories quantiques
et leurs applications aété effectué lors de cette thèse. Ce travail apermis, soit au
niveau du champ moyen soit en allant au delà du champ moyen, d'étudier la dy
namique des systèmes nucléaires. Diverses problématiques seront abordées: quelle
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est l'importance des effets quantiques dans la dynamique des noyaux chauds?
Comment l'inclusion des corrélations permet-elle de corriger la dynamique de
champ moyen et de comprendre les phénomènes de relaxation, notamment dans
les mouvements collectifs? Peut-on envisager actuellement une dynamique quan
tique étendue dans les noyaux? Comment aller au delà du champ moyen étendu
en introduisant les fluctuations?
Dans ce mémoire, les différentes théories de transport microscopiques sont
présentées dans le chapitre 2. Ces modèles reposent sur l'existence d'une hiérar
chie dans les degrés de liberté intrinsèques du noyau. Cette hypothèse permet
de clarifier le schéma des approximations successives faites dans les systèmes
nucléaires. La première étape qui consiste à ne considérer queles degrés deliberté
à un corps, conduit aux théories de champ moyen. Les effets à deux corps sont
ensuite introduits afin de corriger en partie le premierniveau de description. Ceci
permettra d'obtenir la théorie de champ moyen étendu et de discuter comment
cette approche conduit à une dynamique dissipative.
L'étude des résonances géantes froides ou chaudes, présentée dans le chapitre
3, offre la possibilité de discuter les phénomènes de relaxation dans les systèmes
nucléaires plus ou moins excités. En particulier, il est fréquent de supposer queles
effets à deux corps sont la voiede décroissance principalepour les modes collectifs.
Ce mécanisme sera illustré dans le cadre microscopique des théories de champ
moyen étendu et l'effet des collisions entre nucléons sur la largeur des résonances
géantes seraétudié. Ces approches n'offrent toutefois qu'une description partielle
des phénomènes de relaxation. En généralisant la théoriede champmoyen étendu
par l'introduction successive des degrés de liberté intrinsèques de plus en plus
complexes du noyau, nous discuterons l'apparition de structures fines dans la
réponse collective.
Les résonances géantes ne sont qu'un des phénomènes où les collisions entre
nucléons sont importantes. Le rôle des corrélations devient déterminant dans les
réactions entre ions lourds aux énergies intermédiaires. Dans ce cas, des noyaux
chauds pouvant être soumis à des mouvements deplus oumoins grande amplitude
sont créés. Pour ces noyaux, un certain nombre de concepts seront introduits au
chapitre4. La notion d'équation d'état de la matièrenucléaire infinie et le lienqui
est fait avec la dynamique et la désexcitation des noyaux chauds et denses seront
discutés. Ce chapitre permettra d'illustrer les aspects statistiques et dynamiques
dans les théories microscopiques à travers l'étude de l'expansion des noyaux. De
plus, les liens entre cette dynamique et les phénomènes collectifs discutés au
chapitre précédent seront soulignés. Finalement, grâce à une comparaison des
méthodes semi-classiques et quantiques, l'importance des effets quantiques dans
ces réactions et la nécessité d'inclure les corrélations directement dans un cadre
quantique seront démontrés.
Les perspectives offertes par la dynamique de champ moyen étendu pour
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l'étude des phénomènes de relaxation seront discutées dans le chapitre 5. Apartir
de méthodes novatrices permettant de traiter l'effet des collisions entre nucléons,
les différentes applications présentées compléteront notre compréhension des ef
fets dissipatifs dans les systèmes mésoscopiques nucléaires. Finalement, la pos
sibilité d'utiliser des théories quantiques étendues comme point de départ de
théories stochastiques sera envisagée.
Chapitre 2
Théorie de champ moyen et de
champ moyen étendu
2.1 Introduction
Dans l'introduction, l'importance des approches microscopiques capables de décri
re à la fois la structure des noyaux et les mécanismes de réaction, a été exposée.
Dans ce chapitre, je présente les fondements théoriques des différents modèles
qui permettent une telle description. Cette section donne de plus la démarche
scientifique qui nous a guidés.
Les équations statiques et dynamiques de champ moyen, les équations de
Hartree-Fock, sont tout d'abord introduites. Dans ces théories à un corps, les
nucléons s'auto-organisent sous l'effet d'un potentiel auto-consistant. Ces ap
proches sont utilisées depuis plus de vingt ans afin de décrire les collisions entre
noyaux. En particulier, en mélangeant les aspects quantiques et statistiques,
elles rendent possible l'étude des systèmes chauds tels que ceux créés lors de ces
collisions.
Tant que l'effet des corrélations à deux corps est faible, les théories de Hartree-
Fock donnent une description raisonnable de la dynamique. Toutefois, les corréla
tions jouent un rôle important dans la dissipation nucléaire. C'est pourquoi,
il est nécessaire d'aller au delà du champ moyen afin d'étudier par exemple
les phénomènes d'amortissement ou de thermalisation. A travers la hiérarchie
BBGKY, une hiérarchie dans la complexité des modèles est présentée. Dans
cette hiérarchie, le champ moyen joue un rôle principal en servant de point de
départ à l'inclusion des effets à deux corps. La théorie de champ moyen étendu
(ETDHF) représente le premier pas dans la prise en compte des collisions entre
nucléons. Les théories de transport semi-classiques équivalentes à ETDHF sont
actuellement intensivement utilisées en physique nucléaire. Elles ont en partie-
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ulier permis de nombreux progrès dans lacompréhension des réactions entre ions
lourds aux énergies intermédiaires.
Toutefois, la structure des noyaux rend souhaitable une approche purement
quantique. C'est dans cette optique que nous avons développé des méthodes
permettant d'utiliser ETDHF. Avant de présenter et d'appliquer ces méthodes,
les différents concepts conduisant au champ moyen étendu ainsi que les propriétés
de cette théorie sont décrits dans ce chapitre.
Interaction nucléon-nucléon et justification du champ moyen
Avant de donner les équations de champ moyen, je voudrais présenter les argu
ments physiques qui justifient cette approximation dans les systèmes nucléaires.
En particulier, la présence d'un coeur dur dans la force nucléaire et le fait que
les nucléons ont un grand libre parcours moyen dans le noyau peut paraître para
doxal. Cette ambiguïté a été levée dans la référence [Gom58]. Considérant deux
nucléons en interaction via une force nucléaire schématique, plongés dans un gaz
de nucléons à densité normale Po = 0.17 fm~3, la fonction d'onde corrélée a été
obtenue (figure (2.1)).Cette figure montre que, pour des distances relativement
petites entre les deux nucléons (~ 1.5 - 1.7 fm), ceux-ci se comportent de façon
indépendante. Cette propriété est une conséquence directe du gaz environnant
qui, en raison du principe de Pauli, bloque les configurations accessibles aux deux
nucléons et écrante l'effet du coeur dur. Dans les noyaux, la distance moyenne
entre les nucléons est de l'ordre de d= p'1'3 ~ 1.8 fm. Pour de telles distances,
on s'attend donc à ce que l'effet des collisions et donc des corrélations soit faible.
Toutefois, le principe de Pauli seul est insuffisant pour justifier le champ moyen.
On doit lui ajouter la faiblesse relative de la force nucléaire[Boh69] qui induit une
forte délocalisation des fonctions d'ondes à travers un mouvement de point zéro
important Cette délocalisation permet de comprendre comment chaque nucléon
contribue à un champ effectif moyen sur l'ensemble des autres nucléons.
Ce modèle illustre comment le caractère quantique des nucléons, associé aux
spécificités de la force nucléaire, justifient la réduction du problème à N-corps a
priori complexe à un traitement de type champ moyen. La suite de ce chapitre
précise le cadre théorique de cette approximation. On peut d'ores et déjà noter
dans la figure (2.1) que l'effet des interactions à deux corps augmente lorsque
la distance inter-nucléon diminue, c'est à dire lorsque le système est comprimé.
C'est également le cas lorsque le principe de Pauli est moins efficace pour bloquer
l'espace des phases accessibles, par exemple lorsque le noyau est excité. Dans ces
divers cas, il devient nécessaire d'aller au delà du champ moyen.
Théorie de champ moyen et de champ moyen étendu
Figure 2.1: Fonction d'onde du deuteron (ligne continue) calculée dans la
référence [Gom58], associée à deux nucléons en interaction, plongés dans un gaz
de nucléons. L'interaction à deux corps par laquelle les deux nucléons inter
agissent représente schématiquement l'interaction nucléaire avec un coeur dur à
courte distance (0.4 fm) et une partie attractive à plus longue distance (r < 1.9
fm). Sur cette figure, la fonction d'onde des deux nucléons indépendants est
également représentée (ligne pointillée). Ces fonctions d'ondes sont tracées en
fonction de kpr où r est la distance relative entre les deux nucléons et kp = 1.36
fm-1 est le rayon de la sphère de Fermi du gaz de nucléons. Dans les noyaux, la
distance moyenne entre les nucléons est d = 1.8 fm, à cette distance, les nucléons
se comportent comme des particules indépendantes.
2.2 Notations
La dérivation des équations de champ moyen étendu ou non nécessite l'introduc
tion d'un certain nombre de notations utilisées de façon standard.
Dans ce chapitre, les indices (1,2,3,. .,,i,j,k) réfèrent à la particule sur
laquelle l'opérateur s'applique en supposant que les états à k particules sont écrits
comme |1,2, ••*,k). Par exemple, si X est un opérateur à un corps, l'élément de
matrice de XiX2 s'écrit:
(1,2|X1X2|1',2') = (1|X1|1')(2|X2|2/)
où les états à deux corps ne sont pas antisymétrisés. Dans la suite, j'utiliserai les
différentes notations:
1. Opérateurs
• D est la matrice densité à JV-corps.
2.3 Equations de champ moyen
• L'opérateur densité et l'opérateur de corrélation d'ordre ksont respec
tivement notés py..j. et Ch...,k. Lorsqu'aucune confusion n'est possible,
la matrice densité à un corps sera simplement notée p.
• Uest l'opérateur cinétique à un corps.
• Vij est l'interaction à deux corps.
• Le hamiltonien nucléaire est défini par H= J2'- U+ T.- -V-,
• K est le hamiltonien de champ moyen.
• U'i est le propagateur à un corps associé au champ moyen.
2. Fonctions d'ondes
• |*) dénote une fonction d'onde à N-corps.
• |$) est utilisé pour les déterminants de Slater.
• \^a) = \a) sont les vecteurs propres associés à la matrice densité à
un corps pv Cette base est appelée base naturelle dans le texte. On
associe à chacun des états les opérateurs de création a+ sur un vide|0>. a
• |«) est utilisé pour une base complète à un corps. On lui associe, les
opérateurs de création af.
3. Autres
• Tri,...j est la trace partielle sur les particules comprises entre i et j.
• X signifie que l'antisymétrisation est prise en compte dans l'opérateur
(Parfois, lanotation (X) A\ est également utilisée pour les éléments de
matrice).
2.3 Equations de champ moyen :
2.3.1 Généralités
Les propriétés statiques d'un système sont données par l'équation de Schrôdinger
indépendante du temps H\V) = E\V). Le hamiltonien s'écrit, en fonction
des operateurs de création et annihilation (respectivement af et a,-) d'une base
complète d'états à un corps, comme
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où les éléments de l'interaction à deux corps sont antisymétrisés. L'état fonda
mental de H peut être obtenu en minimisant l'action H —E sur l'ensemble des
états |*) accessibles. Notant E [f] = (* \H\ Œ) /.•{*[*), cette condition s'écrit
sous la forme d'une équation variationnelle [Neg82]
6E m = 0 (2.2)
strictement équivalente à l'équation de Schrôdinger. La résolution de l'équation
(2.2) doit se faire a priori par rapport à tous les degrés de liberté du système,
chaque degré de liberté pouvant être interprété comme une variable dont dépend
1$). En général, en raison du nombre infini de ces degrés de liberté, le problème à
N-corps complet ne peut que très rarement être résolu. Ceci conduit à rechercher
des solutions approximatives en supposant que certaines composantes dominent
dans la description du système. Dans les systèmes nucléaires, les degrés de li
berté sont classés selon leur complexité en utilisant une hiérarchie sur les niveaux
de corrélation. Considérant un opérateur à un corps Xi = Y^ij (î'I-^li) o,faj,
la connaissance de cette observable est entièrement déterminée si les éléments
0$ \afaj\ \ln sont connus. Ces composantes définissent l'opérateur densité à un
corps pi: (j \pi\i) = (afaj). De même, la connaissance des corrélations à deux
corps se réduit à celle des éléments de matrice (kl\pi2\ji) = OS lafafakaA^)
de l'opérateur à deux corps /?X2- La description totale du système est donnée par
l'opérateur densité D qui contient tous les ordres des corrélations.
Les approximations de champ moyen supposent que les degrés de liberté à un
corps sont dominants et que rien n'est connu sur les effets d'ordres supérieurs.
Différentes méthodes existent pour passer du problème à N corps à un ensemble
de nucléons soumis à un potentiel effectif. Dans un premier temps, j'ai choisi
d'utiliser les principes variationnels qui permettent de définir les équations sta
tiques et dynamiques des systèmes nucléaires froids ou chauds. Une méthode
alternative où les corrélations à deux corps et plus sont introduites, est présentée
ensuite pour obtenir le champ moyen étendu.
2.3.2 Théorie de Hartree-Fock pour les noyaux froids.
Dans la théorie de Hartree-Fock[Har28, Foc30], la fonction d'onde \ty) d'un noyau
contenant A nucléons est un déterminant de Slater |$), c'est à dire un produit
antisymétrisé de A fonctions d'ondes à un corps {|y°f)}a_1 _A'-
|*>~|$(1,...,A)> =A {|^),...,|^)} (2.3)
Les propriétés statiques du système peuvent être obtenues en minimisant l'action
E
ne
i?1),...,!^)' = ($ \H —Yja Sa YPa) (^"ll $) associée au principe variation-
^[|^),...,|^)]=0 (2.4)
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sur l'ensemble des déterminants de Slater |$). Dans cette expression, la contrainte
de normalisation des états à un corps est explicitement prise en compte par les
multiplicateurs de Lagrange ea. Introduisant une base complète d'états à un
corps \i), la minimisation de (2.4) sur les composantes (tpf)* = (v«|j) conduit à
l'équation de champ moyen sur les <pf:
£^= 8(<pf)* • (^)
L'estimation des différentes composantes du hamiltonien (2.1) sur un déterminant
de Slater, permet d'introduire les éléments de matrice de la densité àun corps:
(®\4<ij\$) =Pu (2.6)
ainsi qu'à deux corps1:
($ \afajakai |$} =Pkipij - pupkj (2.7)
et d'écrire l'équation Hartree-Fock sous la forme d'une équation aux valeurs pro
pres auto-consistantes:
*MM =C M, (2.8)
où le champ moyen est défini par
h[p]=t +Tr2(pV12). (2.9)
La description statique des systèmes nucléaires se réduit donc à trouver les
états àun corps qui diagonalisent simultanément h[p] et p([h, p] = 0), permettant
une description simplifiée. En contrepartie, seules les observables à un corps sont
explicitement décrites dans la théorie de Hartree-Fock. Les autres observables
peuvent toutefois être estimées. Par exemple, l'utilisation de (2.7), conduit à
Pexpression de la densité à deux corps en fonction de la densité àun corps p12 =
pip2. De même, l'énergie totale Hartree-Fock s'écrit
EHF={$\H\$)=Tr(pt) +hrr(pTr(pVl2)). (2.10)
qui est la meilleure approximation lorsque rien n'est connu sur les corrélations.
Dans les noyaux froids, ces corrélations sont fortement réduites par le principe
de Pauli et l'approximation de champ moyen est déjà une bonne approximation
pour de nombreuses observables.
jComme nous le verrons par la suite, un terme de corrélation doit en général être ajouté-
\* K«70*0'I *> = PkiPti - PiiPkj + CkiM
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2.3.3 champ moyen et systèmes chauds
Les propriétés d'un noyau sont en général le reflet du spectre et des propriétés des
niveaux individuels. A basse énergie d'excitation, les caractéristiques du noyau
impliquent peu de ces degrés de liberté à un corps. Il apparaît alors sous la forme
d'un système ordonné: effets de structure, modes collectifs... Lorsque l'énergie
d'excitation du système augmente, le nombre d'états accessibles au noyau croît
rapidement, nécessitant un traitement statistique. Dans ce cas, le noyau se com
porte comme un système désordonné où les effets de structure peuvent disparaître
[Boh69]. C'est dans ce contexte que la notion de température et de noyaux chauds
est introduite. Cette notion est complexe dans la mesure où la définition d'une
température dans un système tel que le noyau nécessite que tous les degrés de
liberté intrinsèques soient à l'équilibre. N. Bohr[Boh36], fut le premier à donner
une interprétation aux noyaux chauds: lorsqu'un neutron entre en collision avec
un noyau, il subit de nombreuses collisions avec les constituants de ce noyau,
induisant une réaction en cascade. A chaque collision, une partie de l'énergie
initiale est partagée entre les particules. Après ce processus, l'énergie initiale est
répartie statistiquement entre les constituants du système et les degrés de liberté
sont équilibrés. Il en résulte la formation d'un état quasi-stationnaire, appelé
noyau composé, qui a perdu la mémoire de ses conditions de formation. Cet état,
de temps de vie très long, se désexcite ensuite en émettant de façon statistique
des particules.
Les processus menant à un système équilibré sont des phénomènes complexes
nécessitant l'intervention de corrélations à deux corps et plus. Le champ moyen
seul ne permet pas de décrire un tel processus. Toutefois, si on ne désire pas
décrire la dynamique qui conduit à la thermalisation mais seulement les propriétés
des systèmes chauds en mélangeant à la fois l'aspect quantique et statistique
des noyaux, la théorie de champ moyen donne une vision microscopique de ces
systèmes.
Théorie microscopique des noyaux chauds
Cette section présente un aperçu des méthodes permettant d'introduire la tempé
rature dans les théories microscopiques de champ moyen. Une telle description
peut être utilisée dans de grands systèmes (les supernovae [Bon81]) mais aussi
dans des systèmes plus petits tels que les noyaux[Bon84]. Il est dans ce cas
nécessaire de considérer le système à l'équilibre avec un gaz de nucléons qui
joue le rôle d'un réservoir de particules. La maximisation de l'entropie S =
—ksTr(DlogD) dans l'espace de Fock permet d'estimer la forme générale de la
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matrice densité Dlorsque seuls les degrés de liberté àun corps sont connus[Bal86]:
D=-exp\-Y,\aa,taaV (2.11)
où les états a sont les états propres de ladensité à un corps. Utilisant lacondition
de normalisation Tr (D) = 1, lafonction de partition grand canonique Zs'écrit
Z=II (l+e"Aa) , (2.12)
ex
donnant les nombres d'occupation na des états à un corps:
dlog(Z) 1
"•= "sr =rr^ (2-13>
Les coefficients Xa sont obtenus par la minimisation du grand potentiel (H) -
TS-p (N) où (H) =Tr (DH) et (N) = Tr (DN) sont respectivement associés au
hamiltonien età l'opérateur donnant le nombre de particules. Les multiplicateurs
de Lagrange Tet p, s'identifient à la température et au potentiel chimique. De
nouveau, les différents éléments intervenant dans cette fonctionnelle peuvent être
exprimés en fonction des composantes de la matrice densité à un corps. Notant
que p= J2a \a) na{a\, l'énergie Hartree-Fock des systèmes chauds s'écrit
E=J2na (a\T\a) +^nanfi <<*/? \V12\a0)\A (2.14)
qui est équivalente à l'expression (2.10). L'entropie devient
S= -kBY, (na log na + (1 - na) log (1 - na)). (2.15)
a
La minimisation par rapport aux divers degrés de liberté à un corps conduit
à la statistique de Fermi-Dirac usuelle pour les nombres d'occupation (notant
fi = l/kBT, le potentiel chimique ps'identifiant à l'énergie de Fermi eF)
n° =!+Je-») (2-16)
correspondant à la matrice densité
D= -exp (-/? (h[p] - pN)) (2.17)
où h[p] est le potentiel effectif défini par l'équation (2.9) et dont les valeurs propres
sont ea.
L'introduction de la température dans la théorie de Hartree-Fock permet de
faire le lien microscopique entre les aspects quantiques et les propriétés ther
modynamiques des noyaux. Ainsi les quantités caractérisant ces systèmes ont pu
être introduites: nombres d'occupation, l'entropie... Dans la suite de ce mémoire,j'aurai très souvent recours à l'utilisation d'états initialement équilibrés: en par
ticulier, les résonances géantes et l'expansion des noyaux chauds seront discutés.
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2.3.4 Le champ moyen dépendant du temps: Time-de-
pendent Hartree-Fock
Considérant un système initialement décrit par un déterminant de Slater, dans
la théorie de champ moyen dépendant du temps (Time-dependent Hartree-Fock
(TDHF)), son évolution est donnée en rendant extremale l'intégrale de chemin




Celle-ci est associée au principe variationnel SA [<&] = 0 sur l'ensemble des fonc
tions d'ondes du type (2.3). Dans la base propre de p, l'évolution du système se
transforme en celles des A fonctions d'onde à un corps:
i%jt\va) =h[p]\9«). (2.19)
Cette équation est l'équation TDHF[Dir30]. Elle devient pour la densité:
ih^ =[h[p],p}. (2.20)
Lorsque le système est initialement chaud, le principe variationnel (2.18) peut
être généralisé [Bal84] conduisant de nouveau à l'équation (2.20). L'équation
TDHF permet une description des systèmes quantiques lorsque les corrélations
à deux corps et plus sont faibles. Ainsi, comme nous le verrons, elle s'avère
particulièrement adaptée à certains aspects des modes collectifs et à la dynamique
de grande amplitude des systèmes initialement chauds. L'étude de ces systèmes
montrera que la présence simultanée des aspects de structure et de dynamique
dans TDHF, est essentielle à une description correcte de certains phénomènes.
Limitation de l'évolution TDHF
L'équation TDHF est toutefois une équation complètement réversible et les phéno
mènes de relaxation ne peuvent être décrits. Ceci est clairement illustré par
le fait que les nombres d'occupation restent constants lors de la dynamique
dna/dt = 0, conduisant à une entropie constante (équation (2.15)). Dans les
systèmes nucléaires, les effets à deux corps sont supposés faibles à un instant
donné. Toutefois, lors de l'évolution dynamique, ces effets s'accumulent en don
nant des contributions qui peuvent être finalement importantes. Ainsi, la dy
namique de champ moyen ne peut être prédictive à long terme. Ceci peut être
illustré en supposant que le système est initialement décrit par un déterminant
de Slater |$(t0)). L'évolution par TDHF contraint la fonction d'onde |$ (t)) à
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rester dans 1espace des déterminants de Slater tandis que l'évolution exacte sort
de cet espace. En effet, l'état initial peut être décomposé sur les états propres du
hamiltonien H\%) = Ei \%) comme |*(*,)) = E<, J*.) et son évolution exacte
s écrit:
|^)) =e-^-*o)A,$(io)) =Ecie-^|$î.} (221)
Les états \%)> sont en général une superposition de degrés de liberté complexe
du système. Même si l'état initial est une combinaison très particulière d'états
propres du système, on s'attend àce que des corrélations soient créées dynamique
ment et que TDHF ne puisse être prédictifque sur un temps limité, même pour les
observables aun corps. Il est par exemple possible d'estimer le temps de vie d'un
déterminant de Slater autour de 100-150 fm/c dans les systèmes nucléaires[Lic76l.
Le but des approches allant au delà du champ moyen est d'inclure des effets
d ordres supérieurs en améliorant la description du système.
2.4 Au delà du champ moyen:
Les méthodes présentées précédemment ne permettent pas de rendre compte des
phénomènes dissîpatifs dans les noyaux. Il est impossible de comprendre, dans le
cadre stricte des approximations de champ moyen, comment les degrés de liberté
a un corps s'équilibrent pour former un noyau à une température donnée. De
plus, les phénomènes d'amortissement impliquent en général des couplages àdes
états complexes et ne peuvent être décrits par une dynamique àun corps usuelle
Lintroduction de méthodes étendant le champ moyen est alors requise pour la
compréhension de ces effets.
La stratégie la plus courante pour introduire les corrélations consiste à avoir
une vision hiérarchisée des degrés de liberté intrinsèques du noyau[Rei94]. Dans
cette approche, le champ moyen joue un rôle central en supposant que les degrés
de liberté aun corps restent dominants dans la description du noyau. Ces degrés
de liberté se couplent ensuite aux degrés de liberté à deux corps, ce couplage
apportant une correction faible par rapport à la description initiale. Cette ap
proche est ensuite généralisée en supposant que les degrés de liberté àncorps se
couplent préférentiellement aux degrés de liberté à n+1 corps, l'introduction de
chaque niveau de complexité apportant une perturbation faible par rapport à la
description précédente.
Cette section présente la dérivation générale des équations de champ moyen
théorie' ^ Ext6nded TDHF (ETDHF)> et décrit les propriétés de cette
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2.4.1 La hiérarchie de Bogolyubov-Born-Green-Kirkwood-
Yvon (BBGKY)
Diverses méthodes existent pour aller au delà du champ moyen. En particulier, la
méthode consistant à tronquer la hiérarchie de Martin-Schwinger sur les fonctions
de Green[Won78, Dan84, Bot90] est souvent utilisée. La méthode présentée dans
ce mémoire, basée sur l'introduction des matrices densité à tous les ordres, est
une méthode équivalente. Certains aspects de cette description sont donnés dans
divers articles de revue récents[Cas90, Rei94, Abe95].
L'évolution d'un système constitué de A nucléons et ayant un grand nombre
de degrés de liberté est donnée par l'équation de Schrôdinger ihd \*&) fdt = H |\£).
De façon équivalente, l'évolution est décrite par l'équation de Liouville-von Neu-
mann sur la matrice densité D:
ih^- =[H,D] (2.22)
dt
Une façon d'introduire une hiérarchie dans les équations, est de considérer l'ensem
ble des opérateurs densité à &-corps pi,...,k, définis par:
(1, •••, k\pi,...,k\ 1', •••, k') = (a\ •••a{ak, •••av) (2.23)
reliées entre eux par la relation de récurrence:
1 A'
pi--'k = -jzrkTrk+lpl"''k+1 = (a - k)\Trk+1'"'AD (2M^
En appliquant les traces partielles à tous les ordres sur l'équation (2.22), l'équation
de Liouville von Neumann peut être remplacée par une hiérarchie d'équations
couplées, connues sous le nom de hiérarchie BBGKY[Bog46, Bor46, Kir56]
[ iWpr/dt =[i1,/>i] + rr2([V12,/)l2])
ihdp12/dt = [tx +12, p12] + [V12, p12] + Trz ([Vi3 + V2Z, p123}) (2.25)
ihdPl...k/dt = [EL, (U +ZU Va), pi...k] +ELi Trk+1 ([Vik+1, ^,^+xl)
2.4.2 Troncature au deuxième ordre:
L'introduction d'approximations par rapport à l'équation de Schrôdinger exacte,
consiste à tronquer cette hiérarchie à un ordre donné. Il est alors utile de définir
les opérateurs de corrélation d'ordre k. Ces opérateurs représentent la corrélation
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entre knucléons lorsque les corrélations d'ordres inférieures ont été enlevées Par
exemple, l'opérateur de corrélation à deux corps
C12 ~ P12 - plp2 (2.26)
représente une mesure de l'écart avec une description de type particules indépen
dantes tandis que C123, l'opérateur de corrélation à trois corps, peut s'écrire
C123 =Pus - piC23 - p2Ci3 - p3C12 - p{pïp3. (2.27)
Dans ces expressions, les tildes signifient que l'antisymétrisation est incluse Si
on note l'opérateur de permutation jfc entre deux particules i et j, les produits
antisymétrisés s'écrivent:
P1P2 = pip2 (1 - P12)
Pip2pz= Pip2p3{l-P13){l-P12-P2Z) (2.28)
PiC23= PiC23(l-P12-P13)
En tronquant la hiérarchie BBGKY au deuxième ordre et en introduisant les
fonctions de corrélation, on obtient le système d'équations
ihdpt/dt = [hupi] + Tr2 [V12, C12]
ihdc12/dt = [ht +h2, c12] +(i-Pl- P2) v12P^p2 - pïp2v12 (i-Pl- P2)
+ (1-Pi- p2) V12C12 - C12VÏ2 (1 - Pl - P2)
+Tr3 [V13, (1 - P13) PlC23 (1 - P12)]
+Tr3 [V23, (1 - P23) PlC23 (1 - P12)]
+Tr3[V13 + V23,C123]
Dans ces expressions, le champ moyen hx = tt + Tr2{p2Vï2) a été introduit.
De nombreux travaux existent afin de résoudre les équations dynamiques inclu
ant les corrélations à deux corps. Dans leur version linéarisée, elles donnent la
seconde RPA[Dro90]. La résolution de l'équation dynamique incluant directe
ment C12(t) dans l'évolution porte le nom TDDM (Time Dépendent Density Ma-
^X);T°"tef0iS1' à CaUSe de la comPlexite numérique, peu d'applications existent[Gon90, Deb92].
2.4.3 Equation de champ moyen étendu
Afin d'aboutir aux équations ETDHF, diverses approximations sont encore néces
saires. La première, l'approximation de Born, consiste à ne retenir que les deux
premiers termes dans l'évolution de C12(t) (ce qui implique non seulement que
es corrélations à trois corps sont négligées C123(t) = 0, mais aussi la propaga
tion auto-consistante des corrélations à deux corps). En supposant de plus que
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(1 —pi —p2) —(1 —pi) (1 —P2) et en introduisant la notation ~px —(1 —pi),
l'expression (2.29) peut être simplifiée comme:
ihdpi/dt = [hi,pi] + Tr2 [Vi2, Cl2]
(2.30)
ihdCi2/dt = [hi + h2, Ci2] + p{p2Vi2p7p2 - pTp2Vi2p{p2
Les équations usuelles de champ moyen (TDHF) peuvent être retrouvées en
négligeant les corrélations à deux corps: Ci2 (t) = 0. A l'inverse, l'effet des
corrélations à deux corps est partiellement pris en compte dans la théorie de
champ moyen étendu. Au cours de l'évolution, C12, (t) peut être exprimé en
intégrant la seconde équation du système (2.30):
C12(t) = Ui2(t,t0)Ci2(t0)UÎ2(t,t0)
r— — 1 (2'31)
+â Si 012 (t, t') [P1P2V12PÎP2 - PIP2V12P1P2} ^12 (t, t') àt>
où le propagateur à deux corps U\2 = U% ®U2 est le produit de deux propagateurs
à un corps défini par2
Ui(t,t') =T(exp(-îï£hi(pi(s))dsS)y (2.32)
L'équation générale de champ moyen étendu (équation ETDHF) est finalement
trouvée en reportant l'expression (2.31) dans l'évolution de pi;
ihdpi/dt = [hi,pi] + I + 8I. (2.33)
/ est un opérateur à un corps appelé terme de collision




81 =Tr2 [Vi2, Ui2(t, t0)Ci2(t0)Ul2(t, t0)] (2.35)
/ peut être interprété comme un effet projeté des collisions à deux corps sur
l'espace des degrés de liberté à un corps3. Le terme 81 est souvent interprété
comme un terme fluctuant caractérisant l'incertitude sur la connaissance des
corrélations initiales. Il peut également servir à mimer des corrélations d'ordres
supérieurs. Dans la suite de ce travail, l'équation de champ moyen étendu corre
spondra à l'équation sans 81. Néanmoins, les perspectives offertes par ce terme
seront discutées à la fin de ce mémoire.
2Ce propagateur n'est pas exactement le propagateur associé au champs moyen dans la
mesure où il inclut de façon auto-consistante l'effet des corrélations.
3Une équation similaire peut également être trouvé en combinant un formalisme de projec
tion de Mori et la théorie de l'information [Buc83]. Ces équations apparaissent alors comme la
prise en compte des effets à deux corps lorsque seules les observables à un corps sont connues.
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2.4.4 Expression des équations ETDHF dans une base:
La dynamique de champ moyen étendu étant une dynamique àun corps, l'évolu
tion du système est entièrement déterminée par la connaissance de la densité p(t)
Dans une base complète , elle s'écrit p= £À;A, fo,A) Px<x, (^,|. L'équation (2.33)
?vnLtTe 6Cnte de faÇ°n Simple danS Une base déPendante du temps comme[Ion87J
indt '^ =h^ '^ ' (2-36)
où elle se réduit à une évolution des éléments de la matrice densité du type:
<Kv(t) 1 fj? , „ x
Dans cette équation, qui par construction assure l'hermiticité de p, les éléments
de matrice Fx,\> associés à un l'opérateur F prennent la forme:
Fx,x> = £ W\Vu\afi) f &(c//r\\fch6)\
a,a',p,l5'iy,S,S' Jto x <W
x {Pi\>p6s>{8a0t' - A*c*')(<W ~ Pw) (2.38)
-Paa>P00'(Ô~,\' ~ p-y\')(86S' - P6S'))
Cette expression est l'équation la plus générale pouvant être écrite à partir de(2.33). On peut d'ores et déjà entrevoir l'effort numérique nécessaire pour calculer
de tels termes, en particulier à cause du nombre d'indices dans la sommation et
de l'intégrale en temps. De nombreuses versions simplifiées sont actuellement
utilisées pour décrire la dynamique nucléaire. Avant de décrire ces différents
modèles, les propriétés de cette théorie sont discutées.
2.5 Discussion des hypothèses de l'équation de
champ moyen étendu
2.5.1 Conditions d'applications de ETDHF
Diverses approximations sont nécessaires afin d'arriver àl'équation quantique de
champ moyen étendu, chacune d'elles étant reliée à une hypothèse physique sur
le système[Sur98]:
• Le système est tout d'abord supposé suffisamment dilué pour que les corréla
tions à trois corps soient négligeables (C123 = 0).
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• L'approximation de Born dans l'équation (2.29) est en fait équivalente à ne
retenir que le premier ordre des perturbations en Vi2. Les théories de champ
moyen se placent donc implicitement dans une hypothèse de couplage faible
et l'introduction des collisions entre nucléons ne doit apporter qu'une cor
rection par rapport au champ moyen. Ceci sera discuté plus amplement
lors des applications numériques.
• Il est finalement supposé qu'à un instant donné, le système peut être con
sidéré décorrélé: Ci2(t0) = 0. Cette hypothèse, conséquence de celle du
chaos moléculaire, suppose que le système a perdu la mémoire des colli
sions passées et donc que ces collisions ont un effet relativement court en
temps comparé à l'évolution globale du système. De nombreuses discussions
existent sur les difficultés conceptuelles d'une telle approximation[Sur98].
Cette ambiguïté est parfois levée en prenant en compte l'incertitude sur les
conditions initiales dans 6J[Col93].
L'effet non-local en temps des collisions entre nucléons, appelé effet de mémoi
re dans la suite, est un effet dont l'importance sera illustrée à de nombreuses
occasions dans ce travail. Certains aspects peuvent toutefois être discutés dès
maintenant.
2.5.2 Effet de mémoire et hypothèse de couplage faible
L'équation de champ moyen étendu contient non seulement un effet instantané
des corrélations mais il dépend également des collisions antérieures à travers
l'intégrale en temps (équation (2.34)). Il existe toutefois un temps, noté rmeTO,
au bout duquel les collisions n'ont plus d'effet sur la dynamique future. En par
ticulier, une hypothèse de chaos moléculaire ne sera justifiée que si ce temps est
suffisamment petit.
L'introduction à un instant donné t, de la base des états propres \ij;\(t)) de
p(t), appelée base "naturelle" dans la suite, permet de clarifier l'effet de mémoire.
Dans cette base, on a
/>(*) = EW)W*) (Ut)\- (2-39)
Une des caractéristiques essentielles du champ moyen étendu est la présence de
terme non-diagonaux dans /, amenant ainsi un mélange des états à un corps au
cours du temps[Orl79, Toh87]. En effet, à un instant t' ultérieur, on peut définir
une nouvelle base par
\Mt')) =U(t',t)\Ut)) (2-40)
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où Uest le propagateur associé au champ moyen étendu (2.32). Les nouveaux
états obtenus, ne sont plus des états propres de p(f).
tNotant PM*) = (^x(t')W)\^Xf(t')} et \ipx(t)) = |A), les éléments Fx,x>
s'écrivent dans cette base:
M<)= iJZdt'Z(\S'\Via\a0)A\t (a'/3'\V12\78)A\tt
(p-yX'PSS'paa'PM' ~ Paa'Pff0'PfX'PSS')\f, ^' '
où l'interaction effective est exprimée dans la base des états propagés dans le
passé par le champ moyen étendu:
(a/3\Vi2\X8)A \t, =tyaWtffi(1f)\ Vi2 \$x{t')Ut'))A (2.42)
Supposant qu'à chaque collision entre nucléons, un échange moyen d'énergie A,
caractéristique de l'interaction résiduelle, se produit, le temps nécessaire à cet
échange est donné par rA = h/A. Notant V12 (t) = (a0\V12\\6)A \t, ce temps est
défini par l'élément
V12(0M*0oce-l*""*'l/T* (2.43)
où la moyenne est faite sur l'ensemble des collisions. Parallèlement, il existe
un temps de décohérence rdéc des états à un corps, défini par (éx(t') \ip\(t)) oc
e-\t-t'\/rdéc qui contriDue a i& décroissance de l'intégrant dans (2.41).
Les équations de champ moyen reposent sur une hypothèse de couplage faible
dans laquelle rA < rdêc. Dans ce cas, l'effet de mémoire est essentiellement
déterminé par les caractéristiques de l'interaction résiduelle et les états àun corps
n'ont pas eu le temps de se réorganiser: (i>x{t') \i>x>(i')) ~ 8XX> et nx(t') ~ nx(t).
Il est particulièrement intéressant de noter qu'en accord avec les hypothèses qui
ont servi àobtenir le champ moyen étendu, le terme de collision peut être simplifié
Fx<x,(t) ~ \^J2{X6\Vvi\afi)A\t <a/?|V12|A'*)4|t, (2.44)
(nx>nsnan(3 —nanpnxns)\t.
L'effet de mémoire est un effet essentiel des collisions dans ETDHF. Dans
les approches semi-classiques, rA est en général supposé suffisamment petit pour
utiliser une approche Markovienne. Toutefois, cette approximation introduit des
problèmes conceptuels importants. On peut en particulier noter que l'énergie
totale n'est plus conservée dans ce cas. De plus, comme nous le verrons par la
suite, cette hypothèse conduit à une description fausse des systèmes quantiques.
En particulier, la mémoire sur les collisions antérieures joue un rôle primordial
en créant des couplages entre degrés de libertés individuels et collectifs[Weid80].
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2.5.3 Forces effectives
Dans les calculs de champ moyen, des forces effectives sont utilisées afin de cal
culer h[p]. Lorsqu'un terme de collision est ajouté, elles servent également au
calcul des éléments de l'interaction résiduelle et jouent donc un rôle important.
Les diverses forces utilisées dans la suite de ce travail sont discutées dans cette
section.
Force effective pour le champ.moyen
Les forces effectives utilisées dans les calculs de champ moyen se classent en
générale en deux catégories: les potentiels à deux corps contenant une portée
finie telle que la force de Gogny[Gog75] et les forces de type Skyrme[Sky56]. Les
divers calculs effectués dans ce travail utilisent des interactions de type Skyrme
qui s'écrivent sous la forme (en reprenant les notations standard [Cha98]):
V(rx,r2) = t0(l + xqP^S(r) terme central
+ \t1(l+xlP<r)\PaS{r) + S(r)lP2] termes
+ t2(l + x2Pv)P' •8 (r) P non locaux
+ 1*3(1 + x3Pa) [p (R)]* 8(r) p—dépendant
+ iW0a • [P' x 8 (r) P] spin —orbit
Dans les différents termes, les opérateurs caractéristiques de la position, de l'impul
sion et du spin d'un système à deux corps ont été introduits:
r = rx -r2, R = |(ri + r2)
P=|(Pl-p2) (2.46)
<T = cri+o-2 Pa = |(1 + CTi-cr2)
dans lesquels les indices 1 et 2 se réfèrent à la particule sur laquelle l'opérateur
agit, a correspond aux matrices de Pauli et P' est le complexe conjugué de P qui
agit à gauche.
Bien que la prise en compte correcte du coeur dur requiert une théorie de
type Brûckner Hartree-Fock[Rin81], il a été montré que ces forces, avec un ajuste
ment adéquat des paramètres, s'appliquent aux systèmes nucléaires finis ou in
finis [Vau72]. Jusqu'à présent, ces forces étaient optimisées pour les noyaux
stables. Actuellement, les propriétés des noyaux exotiques[Del91, Mit97] appa
raissent comme de nouvelles contraintes sur les forces effectives. Ces nouvelles
contraintes ont été récemment prises en compte, en donnant de nouvelles forces
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Tableau 2.1: Paramétrisation des différentes forces utilisées dans ce travail.
Les diverses quantités, telles que l'énergie totale ou le potentiel effectif, rel
atives au champ moyen peuvent être exprimées à partir de la paramétrisation
(2.45)[Vau72, Mey93, Cha98]. Ces quantités seront introduites au fur età mesure
de cette étude.
Interaction résiduelle et collisions nucléon-nucléon
L'interaction résiduelle utilisée pour le terme de collision est un des paramètres
primordiaux du champ moyen étendu. La dérivation des équations montre que
l'interaction effective devant être utilisée est la même que celle du potentiel de
champ moyen et ceci sans double comptage[Orl79]. Il n'est cependant pas évident
que les forces effectives ajustées pour reproduire certaines propriétés des noyaux,
soient vraiment adaptées pour le calcul des éléments de l'interaction àdeux corps.'
Une force effective adéquate devrait en particulier reproduire les sections effi
caces nucléon-nucléon à l'intérieur des systèmes nucléaires. Ces sections efficaces
sont complexes dans la mesure ou elles dépendent de nombreux paramètres tels
que la densité, l'isospin... Les forces effectives généralement utilisées ne sont pas
conçues pour reproduire ce type de propriétés [Ayi98]. Les applications de champ
moyen étendu utilisaient jusqu'à présent des interactions effectives simplifiées
Ainsi, une interaction VX2 = t08{fi - r2) a souvent été choisie pour sa simplicité
[Toh87, Deb92]. Il est cependant peu probable qu'une telle interaction soit suff
isante pour rendre compte à la fois des collisions à l'intérieur et à la surface du
noyau. Des versions plus élaborées de forces effectives ont été proposées[Cas90],
toutefois, les propriétés de la section efficace semblent être difficiles à reproduire.'
La forme de l'interaction effective à utiliser dans le terme de collision reste un
problème important qui n'est pas résolu. Dans ce travail de thèse lorsque le calcul
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numérique est possible, l'interaction utilisée sera l'interaction complète employée
pour le champ moyen. En effet, bien que le choix de l'interaction effective reste
ouvert, les forces effectives sont améliorées afin de reproduire de plus en plus
de propriétés des noyaux [Cha98]. Ainsi ces forces devraient être de plus en plus
adaptées pour les éléments d'interaction nucléaire. Néanmoins, une force effective
optimisée pour le terme de collision serait souhaitable.
2.6 Propriétés de l'équation de champ moyen
étendu:
2.6.1 Equilibre statique
A l'équilibre, la densité et le champ effectif commutent ([h0,p0] = 0) et peuvent




En supposant que le système est à l'équilibre depuis un temps infini, et en notant
que seuls les éléments de l'interaction varient dans l'intégrale de collision et que:
*— * '
~ 2irh8 (e7 + e$ —ea ~ sp)
la condition d'équilibre devient:
^ =O=lY:\(«m2mA8(ex +es-ea-sp)K0,xs- (2-49)
'"'h a0S
Dans laquelle, la notation
M'a0,x$ = nan0 (1 - nx) (1 - n$) - (1 - na) (1 - rig) nxns (2.50)
et J^"a0,xsi signifie que cette grandeur est exprimée à la densité d'équilibre. On
reconnaît dans ce dernier terme, l'influence de la statistique de Fermi. Il peut
en particulier être montré que les conditions de conservation des énergies ex +
es —ea —60 = 0 associées aux conditions Afa0,\s —0 nécessaires à l'équilibre,
conduisent à une statistique de Fermi-Dirac pour les états à un corps [Won78].
Il est important de noter qu'une solution statique de l'équation Hartree-Fock
est également solution statique de l'équation de champ moyen étendu. Ainsi,
contrairement à la méthode TDDM[Gon90], le champ moyen étendu ne permet
pas de trouver les corrélations dans l'état fondamental.
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2.6 Propriétés de l'équation de champ moyen étendu:
2.6.2 Caractéristiques de la dynamique de champ moyen
étendu
Symétries et lois de conservation
Les équations de champ moyen étendu sont particulièrement intéressantes „.
elles contiennent des symétries assurant la conservation de certaines quantit
comme le nombre de particules, l'énergie totale et l'impulsion totale.
car
es
Conservation du nombre de particules Le nombre de particules est donné
par A= Tr (p). Son évolution peut être calculée en utilisant (2.37):
dA/dt =j:xdpKX/dt =-^ZX{Fx,x +F;x)
(2.51)
-~W u2xFx,\ - Ea F\,x) = 0
montrant la conservation de la masse au cours du temps.
Conservation de l'énergie totale L'énergie totale associée au système s'expri
me en général comme E = Tr {DM). Lorsque la hiérarchie BBGKY est tronquée
à l'ordre 2, l'énergie se décompose en deux termes[Bal81]:
E = EHF(p) + Ecor(Ci2) (2.52)
où le premier terme prend la forme habituelle de l'énergie Hartree-Fock (équation
(2.10)) tandis que le second correspond à l'énergie de corrélation:
E^Cu) =-Tr (Vi2Ci2) = j £ (a/3 \Vl2\ <yS) {^8 \Cl2\ afi). (2.53)
a0,~t6
En reportant l'expression (2.31) de l'opérateur de corrélation, on obtient:
Ecor =~kTr{F)- (2-54)
L'évolution de l'énergie totale résulte de celles de l'énergie Hartree-Fock et de
l'énergie de corrélation. La variation de l'énergie Hartree-Fock s'écrit
dEiiF v^
~/T" = 2^ £W PW- (2.55)
ai x,x>
L'évolution de l'énergie de corrélation peut être obtenue, en notant que le terme
correspondant à la dérivée de l'intégrale en temps dans (2.38) ne contribue pas à
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la dérivée en temps de F et que
a {ap \Vi2\ 7<5) Idt = i {cep \[hi + h2, Vî2]\ 78)
= i Ea e«x {Xp \Vu\fe) + ePx («A |F12| 78) (2.56)
-£a7 {a/3 \Vi2\ X8) - exs{ap \V12\ 7A)
Reportant cette expression dans l'énergie de corrélation, on obtient
dEC0T ^-v . dEjiF dE
~dr =~h£x,x'px,x':=:~~dT~ ~* "**
L'énergie totale est donc également conservée lors de l'évolution. De la même
manière, on peut montrer que l'impulsion totale P = Tr(pp) est constante.
La conservation automatique de ces quantités rend l'équation de champ moyen
étendu relativement attrayante. De plus, l'efficacité des méthodes de résolution
pourra directement être estimée en suivant les déviations de ces lois de conserva
tion au cours du temps.
2.6.3 Champ moyen étendu et dynamique irréversible
Reprenant la base des états propres \tl>x(t)} de p(t), dans TDHF les nombres
d'occupations sont constants et les états propagés \ij?x{t')\ restent états propres
de la matrice densité p(Ï) lors de l'évolution. Lorsque les effets à deux corps sont
inclus, les états acquièrent, lors des collisions, des taux de transition non nuls vers
d'autres états. En particulier, un état non occupé initialement peut le devenir
aux dépends des autres états. Dans la théorie de champ moyen étendu, cet effet
se traduit par un mélange des configurations à un corps lors de la dynamique.
Ainsi, les états V'a(O) ne son* plus en général des états propres de p(t') si t' > t:
Pxx'{t') =£ ($x{t')\Mt'))na{t') (Mt')$x>(t')) ¥> nx(t')8x>x (2.57)
a
Ce mélange de configurations qui est une difficulté dans l'application de ETDHF,
est un des aspects responsables de la dissipation dans la dynamique[Lac98-4,
Lac98-6].
Mélange des configurations à un corps
Partant de la densité p(t) à un instant t, la nouvelle densité à t + Ai s'écrit:
p(t + At) = U(t + Ai, t) p(t) U(t, t + Ai)
(2.58)
-i/h //+At dsU{t + Ai,s)I(s)U(s, t+ At)
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où le premier terme est associé au champ moyen tandis que le second, noté Ap,
est la correction due aux collisions. Par définition, ce premier terme est diagonal
dans la base des états propagés \^x{t +Ai)}. Al'inverse, le second ades éléments
hors diagonaux non nuls, et les états propagés par Une sont plus états propres de
la densité. L'introduction de la théorie des perturbations permet d'approfondir
l'effet des collisions sur la dynamique.
Théorie des perturbations etéquation maîtresse: Les équations de champ
moyen étendu supposent que les corrélations apportent une correction faible par
rapport à l'évolution de champ moyen. Ainsi, partant à un instant donné de la
base propre de p{t):
-les éléments de matrice pxx,{t + Ai) peuvent être calculés. La nouvelle base
oropre \if>x(t + Ai)) et les nx{t + Ai) associés, peuvent être obtenus à partir des
i/>\(t +Ai)} grâce à la théorie des perturbations. Le fait d'exprimer l'évolution
sur la base naturelle est important si on veut garder une expression simple pour
le terme de collision.
-Etant donné que les états occupés à un instant i contiennent la majeure
partie de l'information à un corps sur le système, il ne sera en général nécessaire
d'exprimer la matrice p{t + Ai) que dans une base incomplète où peu d'états à
un corps auront été ajoutés aux états occupés initialement.
Tant que le temps Ai est petit, la théorie des perturbations au premier ordre
permet d'écrire l'évolution des nombres d'occupation sous laforme d'une équation
maîtresse[Kre81] généralisée (en négligeant la variation des termes de gain et de
perte entre i et i+Ai) :
-^ = (1 - nx)Wt - nxWx (2.59)
avec, l'expression suivante pour les termes de gain Wx et de perte Wx
Wa+= W2Znan0{l-ns)Re{{X8\V12\aP)A\tfldt'{ap\Vls\X8)A\t,}
m = m2 E(1 - 0(1 - np)nsRe {{X8\ V12 \ap)A \t jj dt> {ap\ Vlt \X8)A \t)
(2-60)
Cette équation maîtresse s'intègre analytiquement en prenant pour condition ini
tiale n'x{t) = nx{t)4:
n'x{t +At) = nx{t) exp (-Ai/rA) +nexg{t) (1 - exp (-Ai/rA)). (2.61)
La diagonalisation directe de la matrice densité peut parfois entraîner des
numériques (par exemple des nombres d'occupation supérieurs à zéro ou inférieurs à un)"
L'utilisation d'une équation maitresse permet également d'éviter ce problème.
erreurs
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Dans cette équation, le temps caractéristique d'évolution des nombresd'occupation




Les nouveaux états propres de p(i + Ai) s'écrivent en fonction desétats propagés
par U
|0A(i +Ai))~ |^ A(i +Ai)}
(2.63)
+Zx>ïx{yx>\Ap\Vx)\tl/(nx(t)-nx.{t))
Les éléments non diagonaux apportent un mélange des états propagés par le
champ moyen. Si ces termes étaient négligés, seuls les nombres d'occupation
changeraient. Leur inclusion permet la réorganisation des états propres de la
densité ainsi que l'apparition de nouveaux états à un corps dans la dynamique.
Ainsi, contrairement à TDHF, des états initialement non occupés peuvent le
devenir lors de l'évolution en interagissant avec d'autres états. Certaines applica
tions du champ moyen étendu négligent ce mélange[Dav81, Toh85]. Cependant,
depuis longtemps, le rôle des termes non diagonaux a été souligné[Orl79, Nem83]
et la prise en compte de ces éléments dans certaines applications plus récentes a
montré leur effet non négligeable sur l'irréversibilité de la dynamique [Toh87].
2.6.4 Evolution de l'entropie
La théorie de champ moyen, contrairement à TDHF, induit une évolution des
nombres d'occupation. Notant AS = S (i + Ai) —S (i) la variation d'entropie
associée, on peut relier cette variation à celle de la densité par[Weh78, Bal81]:
AS = -kBTr {Ap (log{p)- log (1 -p))) (2.64)
Pour des temps Ai suffisamment courts, cette variation prend la forme analytique:
^ =-kB Y; {(l ~nx)Wt - nxWï) log (j^) (2.65)
A
En utilisant les expressions (2.60) des termes de gain et de perte, ainsi que des
commutations sur les différents indices, la variation d'entropie devient:
AS -kB
At Ah2
xlogC1-"^1-^"^) (2.66)\nanp (1 - nA) (1 - ns)}
X)wxs,a0 {nari0 (1 - nA) (1 - ns) - (1 - na) (1 - np) nxn5)
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°Ù, Wff = Re {(XS\ V» M)a\t fl df {aP\ V1M\X8)A |A L'effet de mémoireprésent dans ce terme peut être approximativement remplacé par:
Wm'HÏP7^ ïïl^lW)/ (2.67)
ou w = h/Tmem est le temps moyen pendant lequel une collision aura un effet
sur la dynamique. Tandis que Çla0tXS donne la condition énergétique pour que des
états (a, p) se couplent à (A, 8). na0M est souvent identifié àeA +es - eQ - eg
Toutefois, acause de la réorganisation du champ moyen lors de l'évolution, O* A5
peut avoir un comportement plus complexe et être fonction des énergies collectives
comme nous le verrons lors de l'étude des résonances géantes.
L'expression (2.66) associée au fait que la fonction {y - x)\og{y/x) est une
fonction négative, montre que AS/Ai > 0. L'équation ETDHF vérifie donc
le deuxième principe de la thermodynamique sur l'évolution des systèmes hors
équilibre.
2.7 Approximations de l'équation de champ mo
yen étendu
La discussion sur les propriétés du champ moyen étendu montre que cette théorie
tout en restant une théorie à un corps, permet d'envisager la description d'un
^VTbre de phénomènes Physiques qui n'étaient pas pris en compte dans
1DH*. En particulier, en gardant au niveau microscopique le double aspect
mécanique quantique et statistique, ETDHF permet une étude des phénomènes
dissîpatifs. Dans cette théorie, ces effets physiques sont le résultat de phénomènes
complexes dont la prise en compte est essentielle: mémoire sur les collisions en
tre nucléons, mélange des configurations à un corps... En contrepartie, utiliser
la théorie de champ moyen étendu s'avère difficile et les applications sont en
gênerai un compromis entre le niveau de description recherché et les contraintes
numériques. Je voudrais finir ce chapitre en discutant certaines applications qui
ont joue un rôle important dans lacompréhension des réactions entre ions lourds.
2.7.1 Approximation du temps de relaxation
Après les premières utilisations des théories de champ moyen dépendant du temps
JBon76], de nombreux efforts on été faits afin de développer des théories quan
tiques incluant les collisions entre nucléons [Goe82]. L'approche la plus sim
ple, dite approximation du temps de relaxation , consiste à utiliser une version
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linéarisée de l'équation (2.59) :
dnx= {nx (t) - nAg (i))
dt rx
(2.68)
en négligeant les termes non diagonaux de la matrice densité. Dans cette expres
sion, nex et ta sont donnés par (2.62). Diverses approximations peuvent alors être
envisagées. Une desdifficultés du champ moyen étendu est que l'effet de mémoire
requiert de connaître l'histoire du système. Une méthode approchée peut être
obtenue en reprenant une distribution de Breit-Wigner (expression (2.67)) pour
l'estimation des intégrales en temps de WXs,a0. Ceci conduit aux termes de gain
Wx et de perte Wx :
Wt = jrTtdgs Wxs,ap nani3 (1 - ns)
(2.69)
Wa" = F Z<*06 Wxs,a0 ns (1 - na) (1 - n0)
Le choix de Tmem et de Vta0,xs sont deux difficultés majeures dans cette approx
imation. Dans les études existantes rA est pris constant et une statistique de
Fermi-Dirac est imposée pour nexq (i)[Won83, Toh85]. Cependant, les temps car
actéristiques de relaxation, les équilibres locaux ainsi que les termes non diago
naux de la matrice densité sont des composantes importantes dans la dissipation,
qui sont difficiles à fixer sans fixer également le résultat final. En effet, dans
la théorie de champ moyen étendu complète, aucune contrainte n'est imposée a
priori sur la dynamique et le système choisit lui-même l'équilibre vers lequel il
tendra à la fois pour les fonctions d'ondes et pour les nombres d'occupation.
De nombreux autres travaux existent afin de résoudre les équations de champ
moyen étendu au niveau quantique. Ainsi, durant les vingt dernières années,
le niveau de description s'est peu à peu amélioré en prenant en compte tout
d'abord les termes non-diagonaux du terme de collision puis une partie de l'effet
de mémoire[Toh87]. Conjointement, des théories alternatives d'extension du
champ moyen dans la dynamique nucléaire ont été proposées: méthodes itératives
moyennées en temps (ITS) [Bal81, Bac88], méthodes incluant explicitement les
corrélations à deux corps (TDDM) [Gon90, Deb92] et, plus récemment, des
méthodes basées sur la dynamique d'états cohérents gaussiens (FMD) [Fel97]
ou d'ondelettes (DYWAN) [Jou98].
2.7.2 Approches semi-classiques
En l'absence de méthodes rapides pour l'application des théories quantiques,
les approximations semi-classiques se sont avérées des outils importants dans
la compréhension des systèmes nucléaires. En effet, durant les dix dernières
années, des progrès considérables ont étés réalisés dans ces modèles, notamment
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dans la version étendue (appelées théories de transport BNV ou BUU [Ber88,
Bon94]) ou stochastique sous le nom de théorie de Boltzmann-Langevin [Ayi88^
Ran90, Bur91, Gua96]. Cette section présente un résumé des méthodes utilisées
pour obtenir les équations semi-classiques et fait le parallèle avec ETDHF. Les
méthodes semi-classiques seront utilisées dans la suite de ce travail afin de montrer
l'importance des effets quantiques dans la dynamique des noyaux.
Transformée de Wigner
Les approximations semi-classiques sont introduites en utilisant la transformée
de Wigner[Rin81]. Pour un opérateur à un corps A, celle-ci est définie par
Aw(q'P)=(2lrhf /dse"iP'S/Nq +s/2|A|q-s/2). (2.70)
où q = (r + r') /2 et s = r - r'. La transformation inverse s'écrit
<r|A|r'»=(i5jî/*d1e+'P"/,lAw(q,PK(q-(4i:)) (2.71)
On peut montrer que cette transformation vérifie les propriétés suivantes[Rin81,
Bal95j:
(<*f(r) + Pg(p))w =af{q) + pg{p)
^e*(<*r+/?p)\ _ ei(aq+0p)
(2.72){AB)W {q,p) =Aw{q,p)eih^2Bw{ci,p)
I [A, B]w (q, p) = fAw (q, p) sin (|A) Bw (q, p)
ou A= Vg Vp - Vp V?, les flèches indiquant de quel côté le gradient s'applique.
En utilisant ces relations, et en notant /(q,p) et h{q,p) respectivement les
transformées de Wigner de la densité à un corps et du champ moyen, l'équation
TDHF (2.20) s'écrit:
fl/(q,p,t)
dt =jr/(q, P, t) sin ^-Aj h(q, p, t). (2.73)
Jusqu'à présent, aucune approximation n'a été faite. Les méthodes semi-classiques
consistent à ne conserver que les termes les plus bas du développement en h.
L'équation (2.73) devient alors l'équation de Vlasov qui s'écrit en introduisant
les crochets de Poisson {-, •}:
d/(q,p,t)Jt = {h [f (q, P, t)], /(q,p, t)}. (2.74)
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L'inclusion des collisions entre nucléons permet d'écrire une équation de champ
moyenétendu semi-classique (équation de Boltzmann[Nor28, Ueh33]) dans laque
lle un terme Icou est ajouté par rapport à l'équation précédente. Ce terme s'écrit5
Icoii [h] =9J dPt^fP3W <12'34) (/1/2/3/4 -7374/1/2) (2-75)
où /n = (1 —/1). Cette expression est une version semi-classique du terme de
collision de l'équation ETDHF. Lorsque les effets de mémoire sont négligés, le
taux de collisions W(12,34) est relié à la section efficace nucléon-nucléon par
W(12,34) =^^8(Pl +p2 - p3 +p4) S{ei +e2-e3- e4) (2.76)
Les approches semi-classiques sont appliquées intensivement à la dynamique des
ions lourds [Ber88] où ces simulations prennent divers noms (BUU[Gal85, Gre87,
Bau87, Toh92], BNV[Bon94]...). Plus récemment, une version stochastique a per
mis de rendre compte des spectres expérimentaux de multifragmentation nucléaire[Gua96,
Riv98]. Bien que ces approches marquent un grand pas dans la compréhension des
collisions entre noyaux, une méthode permettant l'utilisation de ETDHF serait
préférable:
• Problème conceptuel: l'équation de Boltzmann (2.75) repose sur une
hypothèse d'un effet instantané des collisions. Cependant, comme nous le
verrons dans l'étude des modes collectifs, c'est l'effet de mémoire qui permet
un traitement correct du flux irréversible d'énergie entre les modes collec
tifs et les nucléons conduisant à l'amortissement des résonances géantes
et à la réorganisation des occupations des niveaux à un corps. Une com
posante importante de la dynamique hors équilibre manque donc dans cette
équation.
• Problèmes numériques: Les méthodes utilisées pour résoudre les équa
tions semi-classiques entraînent un terme d'interaction spurieux dans le
champ moyen comme nous le verrons lors de l'analyse critique des théorie
semi-classiques. De plus, lorsqu'un terme de collision est inclus, une at
tention particulière doit être portée sur la condition initiale afin de ne
pas aboutir, lors de l'évolution, à une distribution de Boltzmann pour les
nucléons [Rei95].
• Problèmes physiques: finalement, l'absence de certains aspects quan
tiques, tels que les effets de couche ou la délocalisation et la dynamique
des fonctions d'onde conduit à des différences importantes avec les théories
quantiques a priori équivalentes, même à des énergies d'excitation élevées.
5Une équation similaire peut être obtenue phénoménologiquement par des bilans de conser
vation lors des collisions[Bol72].
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Ces deux derniers points seront illustrés plus amplement lors de l'étude des
systèmes chauds dans laquelle une comparaison entre une dynamique TDHF et
une dynamique de Vlasov est faite.
2.8 Conclusion
Ce chapitre présente le cadre théorique des méthodes d'extension du champ
moyen. Dans ce cadre, le champ moyen joue un rôle principal en servant de
point de départ à l'inclusion des effets à plus d'un corps. ETDHF apparaît
ainsi comme une première étape dans la prise en compte des effets à deux corps.
Lélargissement considérable des domaines d'application des théories de champ
moyen grâce à l'inclusion des collisions entre nucléons, les lois de conservation au
tomatiquement vérifiées ainsi que le fait de retrouver les approches standards dans
la limite semi-classique, sont autant de propriétés qui confèrent à cette théorie
un intérêt tout particulier. En effet, tout en décrivant à la fois la structure et la
dynamique nucléaire, cette théorie permet d'envisager l'étude de la dissipation
dans les noyaux.
: Bien que les théories quantiques allant au delà du champ moyen soient bien
définies, en l'absence d'application, la possibilité de traiter les phénomènes de
relaxation avec ETDHF a rarement été discutée. L'étude des propriétés de cette
théorie a permis d'entrevoir les composantes importantes qui conduisent à une
dynamique irréversible: effet de mémoire sur les collisions passées, mélange des
degrés de liberté àun corps... Dans la suite de ce travail, ces effets seront appro
fondis. En particulier, l'étude des résonances géantes permettra de préciser l'effet
des corrélations sur la décroissance des modes collectifs. Ainsi, l'effet des collisions
entre nucléons sera discuté. De plus, l'inclusion des composantes plus complexes
du noyau conduira à envisager l'apparition de structures fines dans la réponse
du noyau. Cette étude permettra d'avoir une vision globale sur la hiérarchie
BBGKY. Les modes collectifs montrent comment dynamique et structure sont
intimement liées dans les systèmes nucléaires. Cette étude sera complétée par
celle des noyaux chauds où le mélange entre les aspects quantiques et statis
tiques joue également un rôle important. Conjointement une comparaison avec
les théories semi-classiques montrera la nécessité d'inclure les effets àdeux corps
dans un cadre quantique. Une telle étude sera finalement présentée à la fin de
ce mémoire où ETDHF est appliqué soit dans sa version complète soit, lorsque
cette dernière n'est pas numériquement possible, dans une version simplifiée.
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Chapitre 3
Excitations collectives dans les
noyaux
3.1 Introduction
Depuis la découverte de la résonance géante dipolaire en 1947 [Bal47], de nom
breux travaux aussi bien théoriques qu'expérimentaux sont dédiés à la compréhen
sion des modes collectifs construits sur l'état fondamental ou sur les états excités
du noyau. Utilisant une version linéarisée de TDHF, je rappellerai comment les
états collectifs sont créés par une superposition d'excitations à un corps. Cette
théorie, en négligeant les corrélations, ne permet toutefois pas de comprendre
la désexcitation des résonances géantes. En se servant des approches de champ
moyen comme point de départ, l'inclusion des corrélations d'ordres supérieurs
rend possible une description microscopique de ce phénomène. Ainsi, l'effet
des collisions entre nucléons sur les résonances chaudes et froides sera discuté.
La généralisation de cette approche permettra de plus d'interpréter l'apparition
d'effets complexes tels que les structures fines dans la réponse du noyau.
De nombreux articles de référence expérimentaux et/ou théoriques existent
sur les excitations collectives dans les systèmes nucléaires (par exemple [Ber83-2,
Wou87, Cho95]). Je désirenéanmoins décrirela problématique associée à l'étude
de ces excitations. L'apparition de pics dans les données expérimentales est en
général la signatured'une résonance dont l'énergie et le temps de vie sont donnés
respectivement par le maximum et la largeur de ces pics.
3.1.1 Energie collective
Afin de simplifier la discussion, dans cette section, l'état fondamental est supposé
sphérique, la dernière couche étant totalement remplie. Le hamiltonien nucléaire
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contient un certain nombre de symétries telles que l'invariance par rotation et la
conservation de la parité. Ceci permet de classer les modes collectifs. On dis
tingue les résonances géantes selon leur multipolarité L. De plus, les modes collec
tifs sont appelés électriques lorsque leur parité est égale à(-1)L et magnétiques
si eue vaut (-1) . Les premiers correspondent à un mouvements des états de
spm haut en phase avec ceux de spins bas (AS = 0), tandis que dans les seconds
us sont en opposition de phase.
En plus de ces symétries, d'autres symétries faiblement brisées permettent
de définir des nombres quantiques approchés qui n'ont de sens réel que lorsque
la symétrie est restaurée. C'est le cas de la symétrie proton-neutron (symétrie
disospm). On distingue alors les modes collectifs isoscalaires (AT = 0par rap
port au fondamental où T= (N - Z) /2) dans lesquels neutrons et protons se




Figure 3.1: Représentation schématique des résonances géantes électriques les
Plus courantes dans les noyaux: de gauche à droite, les modes monopo-
laire isoscalaire 0+ (GMR), dipolaire isovectoriel 1" (GDR) et quadrupolaire
isoscalaire 2+ (GQR) sont représentés .
Dans ce travail, seuls les modes électriques seront discutés. Une illustration
des modes isoscalaire monopolaire (GMR-0+), isoscalaire quadrupolaire (GQR-
2 ) ainsi que isovectoriel dipolaire (GDR-1") est donnée dans la figure (3 1)
Dans les noyaux froids, les états collectifs sont décrits microscopiquement comme
une superposition cohérente d'excitations de particule-trou (p-h) sur l'état fonda
mental les transitions p-h devant être compatibles avec le type de mode considéré(figure (3.2)). Considérant les états àun corps dans un modèle du noyau de type
oscillateur harmonique, en raison de l'alternance de la parité des couches majeures, on s'attend à ce que les transitions électriques de multipolarité L aient
des énergies M», (L - 2) Su,... (les transitions d'énergie supérieure àLhu, étant
interdites dans la limite du modèle harmonique). Ceci donne une estimation des
énergies des modes collectifs (lhu ~4M"1/3 pour le 1" et 2hu pour le 2+).
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Bien que cette approche simplifiée permette d'introduire certaines caractéristi
ques des modes collectifs, de nombreux effets doivent être inclus afin d'estimer les
énergies de manière réaliste. C'est le cas du spin-orbit qui lève la dégénérescence
des couches majeures. De plus, un noyau est plutôt décrit approximativement
par un potentiel de type Wood-Saxon et ses couches majeures ont un espacement
variable. Finalement, du fait que l'interaction résiduelle à l'origine des excitations
p-h est attractive dans la voie isoscalaire et répulsive dans la voie isovectorielle,
les énergies observées valent, dans les noyaux de moyennes et grandes tailles,
65A-1/3 pour la GQR et 80A"1/3 pour la GDR[Ala96].
&N=i A«=0 AW=Z
* I I ,1
Figure 3.2: Représentation schématique des transition électrique dipolaire (El) et
quadrupolaire (E2) entre états du modèle en couches. A gauche sont représentées
les couches majeures de l'oscillateur harmonique tandis qu'à droite, la prise en
compte du couplage de spin-orbit entraîne une levée de la dégénérescence.
Les approches microscopiques dépendantes du temps telles que TDHF per
mettent d'inclure ces différents effets en donnant une description raisonnable
de l'énergie des résonances géantes. Dans un tel cadre, il est de plus possible
d'étendre la description microscopique à l'étude des mouvements collectifs con
struits sur un état excité du système[Bri55]. Des signatures expérimentales de la
GDR chaude, obtenues en étudiant la photoémission 7 des noyaux chauds existent
notamment dans l'étain 120Sn [Gar92] et dans le plomb 20SPb [Hof94, Ram96]. En
particulier, jusqu'à des températures de T = 5 —6 MeV, la largeur des résonances
géantes augmente. Au dessus de ces températures, il semble qu'il y ait une satu
ration dans les spectres 7, celle-ci n'étant pas réellement comprise.
Ces résonances géantes chaudes sont particulièrement intéressantes dans la
mesure où elle sont susceptible d'aider à la compréhension des phénomènes d'équi
libration thermique dans les noyaux et renseignent sur les propriétés de la matière
nucléaire chaude. L'étude de ces résonances géantes chaudes à travers la version
linéarisée de TDHF sera illustrée dans ce chapitre dans le 40Ca. Nous verrons en
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particulier qu'en l'absence d'effet àdeux corps, seule une description incomplète
des résonances géantes est possible, les temps de vie étant surestimés.
3.1.2 Temps de vie des modes collectifs
La situation est beaucoup plus compliquée lorsqu'on considère les largeurs des
modes collectifs. Tandis que l'énergie moyenne des états collectifs peut être com
prise comme résultant d'un ensemble d'excitations àun corps et peut être décrite
par le champ moyen, leur décroissance implique des couplages entre le mode
collectif et des états complexes du noyau. Avant de rappeler les propriétés du
temps de vie des résonances géantes, les notions élémentaires sur les phénomènes
damortissement peuvent être introduites àpartir d'un modèle simple.
Description schématique des mécanismes d'amortissement
Appelant Dl'opérateur àun corps associé àla création du mode collectif \Coll)
sur 1état fondamental |0>, on a \Coll) = D|0>. Conjointement, le hamiltonien
nucléaire H se décompose comme
H= H0 + V (3-1)
où Ho contient deux parties: une projection de H sur l'espace collectif et une
autre sur son espace orthogonal, l'interaction résiduelle Vétant le couplage entre
ces deux sous-espaces. Les états propres de H0 définissent une base complète de
1 espace, avec:
Ho\i) = Ei\i) (3.2)
parmi lesquels se trouve l'état collectif H0 \Coll) = ECoii \Coll).
Associant au noyau la fonction d'onde |*> et supposant qu'initialement le
système aete excite dans l'état collectif |« (to)) = \Coll), en l'absence d'interaction
résiduelle, aucun mécanisme ne permet de sortir de cette configuration au cours
du temps. Lorsqu'on suppose que le hamiltonien du noyau contient une inter
action résiduelle Vcouplant le mode collectif aux états \i), une décroissance de
letat initial sera observée. En effet, les états propres \p) de H (associés aux
valeurs propres EJ sont un mélange d'états propres de H0:
\f) =c»,CoU \Coll) +J2 c^ \i). (3.3)
i
L'évolution du système, initialement dans l'état \Coll), s'écrit désormais:
|*(0) =e-«(^)/»|CWO-Ee-«-('-*»)/»c |^A«> (3.4)
36
Excitations collectives dans les noyaux
Définissant la matrice de recouvrement 0^ = |cM)c0h| , la probabilité à un instant
t pour que le système soit encore dans l'état initial est donnée par Pcoii (t) —
\(Coll | * (t))\2 où:
(Coll | tf (t)) = £ 0^e-iE^-^l% (3.5)
Si de plus, on suppose une interaction constante |(Co//| V \i)\ —v (avec {i'\ V \i) =
0) et un ensemble d'états \i) uniformément répartis (E{ —i£;_i = AE), le recou
vrement Ofj, s'écrit sous la forme [Boh69](voir annexe B-2):
v2
°"= ^ +ïH) +(^-£c„„)2 (3'6)
quiest la forme habituelle d'une Breit-Wigner de largeurVçoU = 4 (v2 + v4t2/AE2).
De plus, la limite d'un spectre continu obtenue en prenant AE —» 0 à v2/AE =
cte, permet de retrouver la règle d'or de Fermi Tcoii = 2ttv2/AE pour la largeur
de l'état collectif. Cette largeur est directement reliée au temps de vie de l'état
initial. En effet, utilisant (3.5) et (3.6):
(Coll\*(t)) =L-^f dE. (3.7)
1-k J-oo (E^-Ecoii) +TcW4
donne directement:
Pcoii {t) = e-^'e-40^ (3.8)
Cette description montre comment le couplage d'un état à un ensemble d'autres
états par une interaction résiduelle induit un temps de vie fini Tcoii = h/Ycoii de
l'état collectif. De plus, ce modèle simplifié illustre le fait que les caractéristiques
de la décroissance sont déterminées par la force du couplage v et la densité des
états auxquels le mode collectif se couple (ici p = 1/AE).
Amortissement des modes collectifs
Ce cas modèle est très schématique comparé aux systèmes nucléaires. Les états
propres du noyau, états du noyau composé, ont en particulier une structure
complexe à laquelle s'ajoute l'influence des états du continuum. Cela entraîne
une grande diversité des contributions à l'amortissement des résonances géantes
[Ber94]:
• L'amortissement de Landau (II): cette effet est bien connu dans les
systèmes infinis. Dans ce cas, il représente la disparition du mode collectif
en un mouvement décorrélé des particules. Dans les noyaux, ce mécanisme
existe également mais est plus complexeen raison de la structure en couche.
Un tel effet, déjà présent au niveau de la théorie de champ moyen usuelle, se
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Figure 3.3: Illustration de l'évolution du rayon quadratique moyen obtenue dans
un calcul TDHF[Cho87] pour un noyau de masse A=140 initialement comprimé.
En plus de la fréquence de vibration monopolaire, le phénomène de battement
est une signature de laprésence plusieurs modes 0+ d'énergies différentes dans la
réponse du noyau. Ce battement induit une réduction rapide de l'amplitude de
vibration comparable à celle pouvant être obtenue pour un système amorti.
traduit alors par la fragmentation de la réponse du noyau en plusieurs modes
collectifs d'énergies différentes[Cho87]. Des battements entre les modes
peuvent alors apparaître lors de l'évolution conduisant à une dynamique
semblable àcelle d'un système amorti. La figure (3.3) illustre cette situation
dans la vibration monopolaire. Cet effet, n'est pas à proprement parler un
véritable amortissement dans la mesure où il existe un temps, appelé temps
de récurrence de Poincaré[Kre81], au bout duquel le système repasse par sa
position initiale. Toutefois, cet effet contribue parfois beaucoup à la largeur
des résonances géantes.
• La largeur d'échappement (rî) : est le résultat du couplage entre le
noyau et les états du continuum. En raison de ce couplage, les états propres
du système acquièrent un temps de vie fini conduisant à une émission de
particule par évaporation. Un traitement correct de cet effet nécessite des
approches de champ moyen qui incluent les états du continuum[Van81,
Van89, Col92, Kam97]. Cet effet sera discuté en détail dans la suite lors de
l'application au 40Ca et lors de l'expansion des noyaux chauds.
• Largeur d'étalement (r*): cette contribution provient du couplage des
modes collectifs à des degrés de libertés plus complexes du noyau.
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De ces trois effets, le dernier est le moins bien décrit. La théorie, présentée
dans le chapitre précédent, permet toutefois de donner un schéma d'approxima
tions successives afin de comprendre les largeurs d'étalement.
Largeur d'étalement et hiérarchie de couplage
La description de r* requiert a priori la connaissance du couplage entre lesmodes
collectifs et les états du noyau composé [Cho94, Lau95]. L'introduction d'une
hiérarchie dans les degrés de liberté comme la hiérarchie BBGKY, donne un
schémad'approximationspour cecouplage dans lequel lescomposantes à un corps
(modes collectifs et états lp-lh) secouplent préférentiellement aux composantes à
deux corps qui eux même se couplent aux corrélations à trois corps... Dans cette
hypothèse, représentée schématiquement dans la figure (3.4), l'introduction de
chaque niveau de complexité induit unecorrection à la décroissance desrésonances
géantes. L'inclusion de toutes les étapes de la hiérarchie conduit finalement à
considérer directement le couplage du mode collectif aux états propres du noyau.
Dans ce cadre, on s'attend à la présence d'une grande variété de temps car
actéristiques dans la décroissance allant des systèmes de court temps de vie tels
que les résonances géantes (de quelques MeV de largeur ) jusqu'aux états du
noyau composé dont la largeur est de l'ordre de l'eV.
La première étape dans la description de la largeur d'étalement consiste à
étendre le champ moyenen incluant les effetsà deux corps. Elle correspond à tron
quer les équations BBGKYau deuxième ordre (équation(2.29)) et donne, dans la
limite des petites amplitudes, la seconde RPA[Suh61, Yan83]. Cela revient à con
sidérer que les composantes à deux corps sont la voiede décroissance interne prin
cipale pour les modes collectifs. Deux effets contribuent alors à l'amortissement:
-L'amortissement cohérent: Cet effet[Ber83, Gio98] correspond au cou
plage entre le mode collectif et des états collectifs de surface.
-L'amortissement incohérent (amortissement dû aux collisions entre
nucléons): l'état collectif décroît de façon incohérente vers des états 2p-2h. Bien
que cet effet soit fortement réduit à basse température en raison du blocage de
Pauli, on s'attend à ce qu'il devienne dominant lorsque la température augmente.
De nombreux efforts sont actuellement faits pour résoudre la seconde RPA
[Dro90]. Toutefois, l'étude des systèmes chauds dans ce cadre reste complexe.
Le champ moyenétendu, qui est une approximation de la seconde RPA, offre un
cadre propice à l'étude de l'effet des collisions entre nucléons sur les résonances
chaudes et froides. Dans ce chapitre, le formalisme basé sur la linéarisation des
équations dechamp moyen étendu est tout d'abord décrit. L'application au40Ca,
présentéeensuite, permettra de clarifier commentlesétats collectifs s'amortissent
en raison collisions. En particulier nous étudierons quantitativement l'influence






Figure 3.4: Illustration de la hiérarchie dans le couplage des différents degrés
de liberté (état collectifs, 2p-2h, 3p-3h...) des systèmes nucléaires. Dans cette
figure, le mode collectif se couple aux états 2p-2h par l'interaction Vt conduisant
a un amortissement Tx du mode collectif. Dans une hypothèse de hiérarchie sur
les corrélations, ces états 2p-2h, dont la densité d'état est également représentée,
se couplent aux états 3p-3h par une interaction résiduelle V2. En raison de ce
couplage, chaque état à deux corps acquiert un temps de vie fini. Cette figure
offre un résumé des théories microscopiques utilisées pour décrire. Les théories de
champ moyen négligent Vi et V2. Des théories telles que ETDHF ou TDDM pren
nent en compte partiellement ou totalement Vx. L'effet des corrélation d'ordre
supérieur est rarement inclus, une discussion de ces effets sera toutefois présentée
dans ce chapitre.
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En incluant les effets à deux corps, la description des largeurs des résonances
géantes est améliorée considérablement. On s'attend par ailleurs que l'incorpora
tion des effets à trois corps et plus donne une compréhension de plus en plus fine
de ce phénomène. C'est dans cette optique qu'une discussion des effets d'ordres
supérieurs est présentée à lafin de ce chapitre. Ceci nous conduira en particulier
à faire une analyse plus critique des hypothèses conduisant à la hiérarchie dans
les couplages.
3.2 Description microscopique des résonances géantes
La description des modes collectifs peut se faire en étudiant la réponse du noyau
à une excitation[Row70, Rin81]. Ainsi, l'application d'un opérateur à un corps
F(r,t) = F(r) exp(-iu;t) + h.c. induit une déviation 8p(t) = p(t) - p0 de la
densité à un corps p(t) par rapport à l'état d'équilibre. Dans une théorie de
champ moyen, l'équilibre, caractérisé par [h0, p0] = 0, peut être un noyau chaud
ou froid. La linéarisation des équations de champ moyen étendu (2.33), conduit
ô
ihi-8p - [h0,6p] - [8h +F, p0] =(^) •Sp (3.9)
m- ' Vdo
PO
dans laquelle 8h = (dh/dp)0-Sp. La partie gauche de cette équation est équivalente
à la réponse RPA (Random Phase Approximation) obtenue en linéarisant les
équations TDHF, tandis que lepartie droite est unterme additionnel caractérisant
l'effet des collisions. L'équation (3.9) sera nommée équation de RPA étendue
(ERPA) par la suite[Lac98-5].
3.2.1 Réponse de petite amplitude dans la théorie de Hartree-
Fock
Considérons dans un premier temps le cas où les collisions entre nucléons sont
négligées. L'équation RPA s'écrit:
ih^-t8p-[ho,8p]-[8h +F,po] =0 (3.10)
La réponse du noyau est donnée en développant Sp(t) sur les modes propres de
la RPA (caractérisés par un indice A):
Sp(t) = J28px = Y{zx(t)pi+zt(t)Px} (3.11)
A>0 A>0
où p$ et px sont reliés par la relation p{ = [Qx,Po] et Px = -[Qx,po] aux
opérateurs création Qf et annihilation Qx du mode collectif. Ces modes obéissent
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àune relation d'orthonormalisation généralisée: Tr[Qx,Ql]Po = 8X(l. L'utilisation
de (3.11) dans 1équation RPA conduit àune équation d'oscillateur harmonique
torce pour chaque mode:
•±d
~%hJtZx +hwx Zx =< \8*>F] >o (3.12)
dans laquelle < [QX,F] >0= Tr[Qx,F]p0. L'énergie du mode collectif^, est
alors donnée par l'équation (obtenue en prenant la transformée de Fourier de
(3.10)
b"xpt - [h0, pt] - [ht, Po] = 0. (3.13)
où ht =(dh/Ôp)0. Cette équation est équivalente àune équation aux valeurs pro
pres généralisée qu'il est nécessaire d'inverser pour obtenir pt et px (voir annexe
A-l) Lorsque la résonance géante est construite sur un système froid, les nom
bres doccupation des états Hartree-Fock sont 0ou 1, et les seules composantes
non nulles de Qï sont celles de type particule-trou ou trou-particule[Rin81]-
(3.14)
Léquation (3.13) possède de nombreuses solutions, toutefois, c'est seulement
pour certaines énergies qu'un grand nombre de transitions p-h participeront à la
somme (3.14) en donnant des résonances dans la réponse du noyau. Lorsque la
température du système est différente de zéro, les composantes trou-trou mais





Figure 3.5: Illustration des configurations participant aux états collectifs A
température nulle (gauche) seules les transitions p-h sont autorisées tandis qu'à
température finie s'ajoutent les excitations p-p et h-h.
c o?!R™ aS°UVent été Utilisée P°Ur !'étude des n°yaux froids ou chauds[Vau83,bag84j. Elle permet en particulier de comprendre, dans un cadre microscopique,
comment le noyau s'auto-organise en une superposition d'excitations élémentaires
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pour former des mouvements collectifs. La réponse du 40Ca, obtenue par cette
méthode, sera donnée dans la suite. Dans les théories de champ moyen, la largeur
de Landau peut être décrite [Van81, Sag84, Cho87]. De plus, en incluant les états
du continuum, la largeur d'échappement peut également être traitée. Toutefois,
un mode collectif a une largeur d'étalement nulle dans cette théorie.
3.2.2 Résonances géantes et collisions nucléon-nucléon
L'introduction des effets à deux corps dans la dynamique collective requiert la
prise en compte du terme de collision dans l'équation (3.9). Ceci conduit à une
équation complexe qu'il est nécessaire d'inverser pour obtenir les énergies et les
états collectifs associés à la RPA étendue. Une méthode approximative consiste
à supposer que ces modes collectifs peuvent être pris identiques à ceux de la
RPA[Ayi85]. L'équation (3.12) peut ainsi être remplacée par:
d i
-ih—zx + (hux - -Tx) zx =< [Qx, F] >0 (3.15)
où hcox est l'énergie RPA tandis que Tx est la largeur d'étalement due à l'effet
des collisions.
Décroissance des résonances géantes
L'obtention explicite de Tx dans une approche non-markovienne est relativement
technique [Gut93, Ayi98] et je ne présenterai ici que le résultat. En prenant la
partie imaginaire de l'équation (3.9), la contribution des collisions à la largeur
d'étalement d'un mode collectif À s'écrit:
r* = 2S I<*J'I[Qa» Vi2]\kl >A \2DijM[nkninihj - mnjnkni] (3.16)
où n~ï = (1—ni) et où Aj,w caractérise l'effet de la mémoire des collisions passées.
Cette expression montre comment les états à un corps se couplent aux états
collectifs dans la théorie de champ moyen étendu:
-Le facteur (nknin.ifïj —ninjfikni) illustre tout d'abord l'influence de la statis
tique de Fermi-Dirac. A température nulle, seuls les états 2p-2h peuvent con
tribuer à amortir les mouvements collectifs, tandis qu'à température non nulle
cette limitation tombe et des états lp-3h, 3p-lh... peuvent intervenir. Par abus
de langage, nous continuerons à les appeler états 2p-2h.
-La prise en compte de la self-consistance dans la propagation de type champ
moyen à l'intérieur de l'intégrale en temps du terme de collision conduit à Aj.w =
8(hu>x —Asij,ki) avec Ae{jki = ei + ej —ek —ei. Ainsi, les états de 2p-2h pou
vant se coupler à un état collectif doivent se trouver à la même énergie que
43
3.2 Description microscopique des résonances géantes
l'état collectif. Bien que cet effet soit pris en compte dans certains calculs basés
sur l'approximation de Thomas-Fermi et spécifiquement dédiés à l'étude des
résonances géantes [Bel95, Ayi98], l'hypothèse markovienne utilisée en général
dans les calculs semi-classiques, revient à négliger le rôle de l'énergie collective:
Dij,ki = 6(Aeijiki).
Dans un calcul quantique, où les énergies sont discrétisées, la condition hux =
&£ij,ki, n'est que très rarement vérifiée. Cependant, la description de la largeur
d'étalement peut être améliorée en tenant compte des effets de self-consistance
dans la partie imaginaire de l'énergie collective. L'inclusion de l'ordre supérieur
dans lalinéarisation du terme de collision, permet alors d'exprimer Dij,ki sous la
forme d'une distribution de Breit-Wigner de largeur Tx:
V Ie)
DiiM =(Kux-Aewy+lTxW ^17>>
et l'équation (3.16) devient une relation de dispersion pour Tx- On peut en
particuliernoter que cette expression permet d'expliciter, dans le cadre des mou
vements de petite amplitude, les grandeurs Tmem et CtijM introduites dans le
chapitre précédent (équation (2.67)). Elles s'identifient alors à la largeur du mode
collectif Tx et à (hux - Ae#,w). La largeur d'étalement peut être interprétée dans
ce cas comme la région en énergie autour de %ux dans laquelle les états 2p-2h
contribueront à la décroissance du mode collectif À.
Modes collectifs et dissipation
Les collisions entre nucléons induisent un amortissement des modes collectifs
auxquels les nucléons se couplent. En contrepartie, il en résulte un flux d'énergie
des modes collectifs vers ces nucléons, qui permet de comprendre comment les
degrés de liberté à un corps peuvent s'équilibrer pour former un noyau chaud
[Lag89]. Ceci peut être illustré en étudiant la variation des nombres d'occupation
dans la limite des petites amplitudes.
La densité associée à la réponse de petite amplitude peut être écrite sous la
forme:
p{t) = eBMp0(t)e-BU (3.18)
Dans l'approximation RPA, p0 (t) est la densité d'équilibre p0 et pour un mode
Adonné, B(t) s'écrit[Row70]:
B{t) = i(t)Qt-i*(t)Qx (3.19)
où j(t) = e-'"*'. En développant l'exponentielle au premier ordre en B(t), on
retrouve pt = [Qt,Po] et px = -[Qx,p0]. On peut montrer que dans la RPA
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étendue cette expression se généralise en prenant j(t) = e~%m, avec Û = wx —
iTx/2 , tandis que la densité p0 (t) s'écrit comme p0 (t) = £ YPi) ni (*) (<P«I- La
linéarisation de la densité en fonction de la perturbation conduit à:
p(t) = p0 (t) +7(*) [Q+, /k, (*)] - 7*(0 \Q, Po (*)] +••• (3-20)
Au premier ordre, la densité />0 (*) s'identifie à la densité statique d'équilibre et
les nombres d'occupation sont constants. La variation des nombres d'occupation
nécessite de prendre en compte les termes suivants dans l'équation (3.20). Cette
méthode conduit à une variation
où Ti prend la forme
ti =ÀE Ifo If^5 Via] |W) f (Zfc* +DijM) xAT?- „ (3.21)
h jkl
Dans cette expression, A/"°JiW est donné par l'expression (2.50). La variation
d'entropie 8S associée à celle de la densité 8p s'écrit:
8S = Tr(8p(log(l-p)-log(p))) (3.22)
qui conduit finalement à
d8S
dt
= e"r^ Er,log(^f) (3.23)
Cette dérivation simplifiée, similaire à celle proposée dans la référence[Lag89],
montre comment l'amortissement des résonances géantes dû à la présence de
collisions entre nucléons conduit à une réorganisation des nombres d'occupation
et à une dynamique irréversible dans les noyaux .
L'étude des mouvements de petite amplitude et la linéarisation des équations
de champ moyenétendu donne des renseignements qualitatifs sur l'effet des col
lisions dans les noyaux. Ainsi, on s'attend à ce que, lors des collisions entre
nucléons, les résonances géantes se désexcitent en répartissant l'énergie disponible
sur les degrés de liberté à un corps. La section suivante présente une étude quan
titative de la RPA étendue dans le 40Ca.
3.3 Etude du 40Ca
L'étude des mouvements collectifs est en général discutée en terme de fonction
de réponse[Ber83]. Utilisant une transformée de Fourier de (3.9), la réponse du
système à un champ extérieur F et à une température T est donnée par
6p{u) = R(u,T)-F (3.24)
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où R(u, T) s'écrit dans la RPA étendue comme:
%«(«,t) =y; f.<«VÎIJ><*N/> <^j|/><^Aii>\
A>0V nu>-hu,x +±rx ' hu +hcox +irx )' (d-25)





D\u - ux) = ^Jl (o 97N
Lorsque, les collisions sont négligées, on retrouve l'expression de la fonction de
réponse RPA avec D(u -u*x) = 8(« - o?A). Les propriétés globales de 5(w T)
peuvent être discutées en terme de règles de somme définies comme les moments
de la fonction de réponse:
/•oo
mk(T) =J0 ukdu>S(u,T) (3.28)
En raison de la présence de pôles dans (3.25), cette expression diverge1 pour
*_> 1. Néanmoins, pour k= 1, à cause des propriétés des distributions de Breit-
Wigner, la règle de somme n'est pas affectée par l'amortissement et on retrouve:
™i(T) = "£u,x\<[Qx,F}>0\2. (3.29)
A>0
qui est indépendant de Tx. Lorsque des opérateurs d'excitation multipolaires F
^f^rT8'!!1* règle de S°mme mi peUt être Calculée exactement en évaluant
<{F [H,F]] >0 (voir annexe A-3). Ceci permet de classer les états collectifs
selon leur contribution dans la règle de somme.
La méthode développée pour obtenir la largeur d'étalement se décompose en
deux étapes. Tout d'abord, les états collectifs RPA et leurs énergies doivent être
trouves, puis ces états servent de base pour le calcul de Tx. Dans un premier
temps, les résultats obtenus en résolvant la RPA dans le 40Ca chaud ou froid sont
présentés.
^ette difficulté conceptuelle peut être partiellement levée en considérant que la distribution
travïux Zirnaût T CODt3*Uti°n à.f**** éner^ ** n'est pas physique. En effet, divers
£^X9sT que ons dont les moments ne diversent pas peuvent
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3.3.1 Résolution des équations RPA
La résolution des équations RPA, (3.13) pour des modes de parité et de spin
donné (noté L*), revient à l'équation (voir annexe A-2):
= &* °/l* (3-30)
où l'indice a correspond à un indice surdes paires departicules a = (i < j). Afin
de trouver les solutions de cetteéquation, la méthode utilisée dans la réf. [Cat89]
a été étendue pour des noyaux à température finie. Dans cetteméthode, les états
Hartree-Fock et le potentiel self-consistant sont tout d'abord obtenus en calculant
lechamp moyen h[p] (équation (2.8)) dans l'espace r. Le hamiltonien ainsi trouvé
est ensuite diagonalisé à nouveau dans une base d'oscillateurs afin d'avoir une
base d'états à un corps discrète, incluant partiellement le continuum. Les états
calculés après la seconde diagonalisation pour le 40Ca sont représentés dans la
figure (3.6). Pour les applications numériques, la force de Skyrme SGII (voir
table (2.1)) est utilisée. La stabilité de la méthode a été testée enaugmentant le
nombre d'états de la base d'oscillateurs sans qu'un changement n'ait été observé
dans les fonctions de réponse.
Les modes monopolaire et quadrupolaire ainsi que dipolaire ont été obtenus
pour diverses températures T = 0,2,4 MeV. En utilisant respectivement des
opérateurs d'excitation monopolaire isoscalaire F0(r) = r2, dipolaire isovectoriel
Fi(r) s= TzrYio(r) (cas symétrique N = Z), ou quadrupolaire isoscalaire F2(r) =
r2Y2o(r), les modes collectifs ont pu être sélectionnés et les réponses calculées.
La figure (3.7) présente les fonctions de réponse associées. Dans un calcul de
champ moyen, le seul phénomène contribuant à l'amortissement des résonances
géantes est le couplage au continuum. Cela introduit en général un étalement
des résonances. Toutefois, dans le calcul présenté, les états du continuum étant
discrétisés, chaque état collectif est lui même caractérisé par une énergie discrète
(représentée par une barre dans la figure (3.7)).
Pour la vibration monopolaire à T = 0 MeV, un étalement de la réponse en
raison de la fragmentation de Landau est observé sur une large tranche en énergie
(E = 16-28) MeV avec une énergie moyenne deE = 21.5 MeV. Cetétalement est
caractérisé par un nombre important de modes collectifs contribuant de façon non
négligeable à la règle de somme. Une expérience récente montre effectivement un
étalement important pour la résonance monopolaire du 40Ca autour d'une énergie
moyenne 17.5 MeV [You97]. Le milieu de la figure (3.7) montre que la résonance
dipolaire est également légèrement fragmentée autour de E = 16 - 23 MeV et
subit une augmentationdela largeur de Landaulorsque la température augmente.
L'énergie moyenne est toutefois à peu près constante autour de E = 16.5 MeV.
Les données expérimentales présentent une résonance autour de 20 MeV[Ber75]
avec une largeur proche de 6 MeV. La réponse quadrupolaire, contrairement
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Figure 3.6: Etats Hartree-Fock obtenus en diagonalisant le champ moyen effectif
associe ala force de Skyrme SGII. Chaque barre horizontale correspond àun état(Gauche: protons -Droite: neutrons). La longueur des barres est proportionnelle
a la dégénérescence en mdes états. Les potentiels effectifs (barrière centrifuge
incluse) ainsi que les énergies de Fermi (à T=0MeV) associés sont superposés
a la figure.
au cas monopolaire et dipolaire, contient un seul état très collectif à E = 17.5
MeV[Sag84]. Cette valeur moyenne correspond assez bien àcelle observée[Die95]
Toutefois, les données expérimentales montrent un étalement très grand de la
fonction de réponse entre 10 et 20 MeV interprété comme un effet conjugué des
couplages ades modes de surface et des couplages au continuum[Kam97].
Atempérature nulle, seules les paires a = (i <j) construites sur des états
particule-trou interviennent dans les modes collectifs et en raison de la struc
ture en couche du 40Ca, il n'y a aucun état p-h de faible énergie. Lorsque la
température augmente, une composante à basse énergie est observée dans la
fonction de réponse, cette composante est due à l'apparition des contributions
p-p et h-h dans les états collectifs (figure (3.5)). Conjointement, la fonction de
réponse est de plus en plus diffuse.
3.3.2 Largeur d'étalement des résonances géantes:
Létude de la réponse du 40Ca illustre le fait que la RPA usuelle donne accès à
énergie des modes collectifs, la largeur de la fonction de réponse étant systéma
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Figure 3.7: Fonction de réponse RPA d'un noyau de 40Ca pour diverses
températures T = 0,2,4 MeV pour des vibrations monopolaire isoscalaire 0+
(haut), dipolaire isovectorielle 1~ (milieu) et quadrupolaire isoscalaire 2+ (Bas).
nucléons dans lecadre du champ moyen étendu, ons'attend à améliorer la descrip
tion des caractéristiques des modes collectifs. Cette section présente l'effet des
collisions sur la réponse du 40Ca dans la RPA étendue. Ainsi, après avoir décrit
les caractéristiques des états 2p-2h contribuant à l'amortissement des résonances
géantes, une méthode donnant la largeur d'étalement est présentée. Celle-ci per
mettra en particulier d'étudier Tx en fonction de la température.
Caractéristiques de l'amortissement
Dans la réponse de champ moyenétendu, on s'attend à ce que l'amortissement dû
aux collisions résulte essentiellement de l'interaction résiduelle et des propriétés
des états 2p-2h auxquels le mode collectifse couple. Ceci peut directement être
illustré en réécrivant l'équation (3.16) sous la forme:
Ta = -Y,92v-2h{E)Wx(E)D(hu>x - E)
Z E
(3.31)
Dans cette expression, les états de 2p-2h sont classés en fonction de leur énergie
E = €i+€j—ek—€i, permettant de mettre en valeur deux composantes importantes
de l'amortissement incohérent:
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• 92p-2h{E) est défini comme le nombre d'états dont l'énergie est comprise
entre E et E + AE, contribuant effectivement au couplage. Ce nombre
est a priori très grand. Toutefois, les états doivent à la fois être autorisés
par le principe de Pauli (en pratique une condition n;râ; > 10~4 a été ap
pliquée pour sélectionner les états 2p-2h) et avoir les nombres quantiques
compatibles avec le mode collectif considéré.
• WX(E), défini par
Wx(E) = tt^Yj I< *j\[0:\, Vi2]\kl >A \2[nkninin,j - n,-n?n*fi/L
92p-2h[J^) AE
(3.32)
est le taux de transition moyen entre le mode collectif et les états de 2p-
2h dans une région d'énergie donnée. Ce taux est fortement dépendant de
l'interaction résiduelle choisie pour le termede collisions. Dans cette étude,
l'interaction de Skyrme SGII complèteest utilisée pour Vi2.
Les valeurs d'amortissement présentées dans la suite de cette étude résulteront
d'une combinaison entre le nombre d'états auxquels le mode collectif se couple et
l'intensité moyenne de ce couplage. La figure (3.8) donne WX(E) et g2p-2h(E) en
fonction del'énergie des états de2p-2h, pour les modes L*=l~(droite) et Lw=2+
(gauche) à température nulle. Les mêmes quantités sont représentées dans la
figure (3.9) à T=3 MeV.
A température nulle, le principe de Pauli bloque les collisions entre nucléons.
Ainsi, g2p-2h(E) est petit dans la même région d'énergie que celle des modes
collectifs2. Pour cette raison, l'amortissement incohérent n'est pas supposé dom
inant à très basse température. Lorsque la température augmente, le principe de
Pauli devient moins contraignant et g2p-2h(E) croît très rapidement. En contre
partie,letaux detransition moyen diminue sensiblement. Comme nous leverrons,
ces deux effets contraires peuvent conduire à une saturation de l'amortissement.
Résolution de la relation de dispersion pour la largeur d'étalement
L'équation (3.16) est une équation relativement complexe qui requiert l'introdu
ction de méthodes itératives. Notant T0Ut(Tin) la fonction définie pour un mode
À par:
r-ou =\^ME)wm(E_n^'l(Tinnr (3.33)
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Figure 3.8: Haut: nombre d'états 2p-2h contribuant à l'amortissement à
température nulle pour les modes LK=1~ (droite) et i/7r=2+ (gauche) en fonc
tion de l'énergie des états 2p-2h (AE = 0.5 MeV). Bas: taux de transition
moyen entre l'état collectif et les états de 2p-2h en fonction de leur énergie.
la valeur de Tx correspond à Tout (Tin) = Tin. La détermination de TA est illustrée
graphiquement dans la figure (3.10) pour les modes If = 1~ et L* = 2+ à T=0
MeV et T=2 MeV. Contrairement aux résonances monopolaire et quadrupolaire,
la RPA étendue conduit à un amortissement nul de la résonance géante dipolaire
à température nulle. Cet effet est directement relié aux propriétés quantiques du
système étudié. Dans un noyau de couche fermée comme le 40Ca, les premières
transitions 2p-2h de parité —1 pouvant se coupler à la résonance dipolaire ont
une énergie Zhu, hu étant l'espacement entre deux couches majeures. Pour la
quadrupolaire la première transition a une énergie de 2hu:. Ainsi, tandis que des
états de 2p-2h sont présents dans la région de l'énergie collective quadrupolaire,
aucun état n'est présent dans celle de la résonance dipolaire (voir figure (3.8)).
Cet effet est une particularité des noyaux de tailles petites et moyennes à couche
fermée. On s'attend toutefois à ce que la prise en compte des corrélations dans
l'état fondamental, qui introduit des nombres d'occupations différents de 0 ou 1
même à T = 0 MeV[Dro90], rende possible des largeurs non nulles pour la GDR.
De plus, dans les noyaux lourds, la composante spin-orbite dans l'interaction
entraîne le chevauchement de certaines couches majeures et l'apparition d'états
intrus dans les niveaux à un corps. Ce phénomène change les propriétés des états
2p-2h pouvant se coupler aux modes collectifs et permet des largeurs d'étalement
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Figure 3.9: Haut: nombre d'états 2p-2h contribuant à l'amortissement à T = 3
MeV pour les modes L*=l~(droite) et £*=2+ (gauche) en fonction de l'énergie
des états 2p-2h. Bas: taux de transition moyen entre l'état collectif et les états
de 2p-2h en fonction de leur énergie.
non nulles pour la GDR à T = OMeV.
Résultats
L'équation (3.16) a été résolue pour chaque mode contenant au moins 10% de la
règle de somme mx (notée EWSR: Energy Weighted Sum Rule). Les valeurs des
largeurs sont représentées dans la figure (3.11). En raison de l'augmentation de
la densité d'états 2p-2h avec l'énergie, la largeur des modes collectifs augmente
en général avec l'énergie du mode. Afin d'assigner une largeur pour les modes
contenant moins de 10% de la règle de somme, une interpolation linéaire, basée
sur les valeurs de TA obtenues sur les autres modes, est utilisée.
La largeur d'étalement de chaque mode collectif est en général petite à basse
température, toutefois elle croît très vite lorsque celle-ci augmente. Les calculs
semi-classiques, qui requièrent une stricte conservation de l'énergie entre le mode
collectif et les états 2p-2h, prévoient en général une dépendance quadratique
de la largeur en fonction de T[Bel95, Ayi98]. Abasse température, le calcul
quantique montre que les effets de structure sont importants et que la dépendance
en température apparaît plus complexe.
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Figure 3.10: Solution graphique de l'équation séculaire donnant l'amortissement
pour les modes V = 1" (haut) L* = 2+ (bas) à T=0 MeV (gauche) et T=2 MeV
(droite). Pour chaque graphique, la largeur d'étalement correspond au point
d'intersection des deux courbes.
En utilisant les valeurs des largeurs obtenues pour chaque mode et l'équation
(3.26), la fonction de réponse de la RPA étendue peut être calculée explicitement
en fonction de l'énergie (figure (3.12)) et être comparée au résultat de la théorie
de champ moyen (figure (3.7)). Pour la résonance dipolaire à T — 0 MeV,
en l'absence de largeur d'étalement, une largeur de 0.5 MeV a été ajoutée afin
de pouvoir dessiner une fonction de référence continue. L'effet des collisions
entre nucléons sur l'amortissement des résonances géantes peut en particulier
être quantifié par la largeur à mi-hauteur (FWHM) de S(E) en fonction de la
température (figure (3.13)).
A basse température, la largeur des résonances monopolaire et dipolaire est
déterminée par la fragmentation de Landau (donnant une largeur de 4.5 MeV et
de 4 MeV respectivement). Cet effet à lui seul donne une valeur de la largeur
comparable à celle observée expérimentalement[You97]. Dès que la température
augmente, le principe de Pauli est moins efficace pour bloquer le couplage aux
états de 2p-2h et les collisions entre nucléons deviennent une voie de décroissance
dominante. La fonction de réponse présente alors un pic unique très étalé. Pour
la GQR, un phénomène de saturation semble se produire à haute température.
Cette saturation ne peut pas être attribuée à une contrainte numérique due au
nombre limité d'états considérés. En effet, si le nombre d'états à un corps est
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Figure 3.11: Valeur de la largeur d'étalement obtenue dans la RPA étendue et
moyennee sur les états collectifs contenant au moins 10%. De haut en bas la
largeur est représentée pour les modes 0+, 1" et 2+ en fonction de la température.(La ligne continue est une interpolation entre les points calculés).
augmenté, ce résultat persiste.
Ahaute température, les valeurs importantes de la largeur entraînent l'appari
tion de composantes à très basse et très haute énergie de la fonction de réponse
Cet effet saccompagne d'une réduction de la contribution provenant de la région
proche de la résonance, à la règle de somme mx. La figure (3.14) montre la
valeur intégrée de mx dans un intervalle d'énergie [lOAfeV, 40MeV] Tandis
que le champ moyen standard (ligne pointillée-long) donne quasiment 100% de
règle de somme totale mt (qui est représentée sur ce graphique par une ligne
pointillee-court) même à haute température, les valeurs obtenues par le champ
moyen étendu sont sensiblement inférieures. Un tel effet est également observé
expérimentalement [Suo94, Lef94, Cho96] et on peut, peut être, chercher ici une
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T=0 MeV T=2 MeV T=4 MeV
0 10 20 30 0 10 20 30 0 10 20 30
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Figure 3.12: Fonction de réponse de la RPA étendue pour les résonances monopo
laire, dipolaire et quadrupolaire en fonction de la température. Pour la résonance
dipolaire à T = 0 MeV, en l'absence de largeur d'étalement, une largeur FA = 0.5
MeV a été ajoutée afin de pouvoir dessiner la courbe.
La réponse de petite amplitude donne des renseignements importants sur les
propriétés des noyaux froids ou chauds soumis à une viscosité interne. Ainsi, les
mécanismes conduisant à l'amortissement des résonances géantes par les collisions
entre nucléons ont pu être décrits: couplage entre degrés de liberté ordonnés et
désordonnés du noyau, effet de la température... L'application de la méthode de
champ moyen étendu, pour la première fois dans un cadre quantique, à l'étude
des résonances géantes froides et chaudes du 40Ca a permis de quantifier l'effet
des collisions sur la largeur d'étalement.
3.4 Vers l'inclusion des effets plus complexes
L'inclusion des collisions au delà du champ moyen est une étape majeure dans
la compréhension des résonances géantes. On peut néanmoins se demander dans
quelle mesure les corrélations d'ordres supérieurs influencent la réponse collec
tive. Un exemple d'effet peut déjà être discuté en reprenant l'étude de la largeur
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Figure 3.13: Largeur àmi-hauteur de S(E) en fonction de la température pour
les différents modes considérés.
d'étalement:
Effet du temps de vie des états 2p-2h sur la largeur d'étalement. Dans
la linéarisation des équations de champ moyen étendu, le temps de vie des états
2p-2h est infini. En raison du couplage à des composantes plus complexes du
noyau ainsi qu'aux états du continuum, on s'attend àce que les états 2p-2h aient
un temps de vie fini.
Cet effet, qui n'est pas inclus dans ETDHF, peut néanmoins être introduit en
supposant que DijM (équation (3.17)) est donné par
Aj,w = (Xx±TijM)/2(hux - Aeijtki)2 + (Tx + TijM)2 /4 (3.34)
où T^ki est la largeur de l'état (ij,kl). Cette largeur n'est pas connue expéri
mentalement. On peut néanmoins lui donner une borne supérieure en supposant
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T (MeV)
Figure 3.14: mi intégrée sur un intervalle de 10 —40 MeV dans la RPA (ligne
pointillée-long) et la RPA étendue (courbe continue). La règle de somme totale
est également tracée (ligne pointillée-court).
Tij,ki = T{ + Tj + Tk + Ti où les largeurs des états à un corps sont introduites.
Des considérations à la fois théoriques et expérimentales [Erb84, Ber94] prévoient
un temps de vie dépendant linéairement de la distance de l'énergie des états à
l'énergie de Fermi du système:
Ti oc 0.5 |e,- —£f| (3.35)
Un exemple de largeur d'étalement calculée en prenant en compte T^ki pour
les modes monopolaire, dipolaire et quadrupolaire, est présenté dans la figure
(3.15). A très basse température, l'inclusion des largeurs des états 2p-2h aug
mente de façon importante les valeurs des largeurs des modes collectifs. A plus
haute température, l'effet des décroissances à un corps est moins important et
les largeurs obtenues avec ou sans la contribution des Tij,ki restent dans le même
ordre de grandeur.
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Figure 3.15: Largeur moyenne des modes collectifs 0+, 1" et 2+ en fonction de la
température. Ligne continue: les temps de vie des états 2p-2h sont inclus. Ligne
pointillée: aucun temps de vie n'a été supposé.
Effets complexes dans la réponse du noyau. Cet exemple illustre com
ment lagénéralisation des approches de champ moyen étendu fait apparaître de
nouveaux effets et de nouvelles échelles de temps dans la réponse du noyau. La
possibilité de tronquer la hiérarchie BBGKY à différents ordres afin de donner
une description plus ou moins élaborée des systèmes nucléaires repose sur une
hypothèse très particulière de couplage en cascade dans le hamiltonien nucléaire
(figure (3.4)).
Dans la fin de ce chapitre, je voudrais discuter comment cette hiérarchie
permet d'envisager de nouveaux phénomènes dans les résonances géantes. En
particulier, on s'attend à ce que l'introduction de chaque nouvel ensemble de
degrés de liberté fasse apparaître le temps de vie caractéristique de ces com
posantes à travers des structures fines. De telles fluctuations ont déjà été ob
servées expérimentalement [Win83, Kil87] et furent interprétées comme des sig-
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natures d'un couplagedirect entre le mode collectifet les états du noyau composé
sous la forme de fluctuations d'Ericson[Eri63] (voir figure (3.16)). Une vision en
cascade du couplage, comme nous le verrons dans la suite de ce chapitre, prédit
l'existence de fluctuations à plusieurs échelles. Ainsi, des expériences ayant une
résolution de plus en plus précisedevraient révéler des structures de plus en plus











Figure 3.16: Structure fine dans la résonance géante quadrupolaire du 208Pb.
Haut: spectre tiré de l'expérience 208Pb(p,p') avec une énergie de bombardement
Ep = 200 MeV (extrait de [Kam97-2]). Milieu: spectre tiré de l'expérience
208Pb(e,e') avec une énergie de bombardement Ee = 50 MeV. Bas: calcul
théorique de la fonction de réponse à partir d'un modèle prenant en compte
le couplage au continuum et les mécanismes de couplage cohérent entre modes
collectifs.
De tels phénomènes ne peuvent être décrits par les approches à un corps
utilisées précédemment. La généralisation des approches de champ moyenétendu
donne néanmoins une base théorique à l'interprétation de ces fluctuations. Une
telle généralisation est présentéedans les sections suivantes à travers des modèles
schématiques de plus en plus complexes. L'existence de fluctuations à plusieurs
échelles dans un tel cadre est tout d'abord illustré. Etant donné que l'observation
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expérimentale des diverses échelles apparaît relativement complexe, une analyse
des méthodes existantes est faite et de nouveaux outils sont proposés. Enfin, une
discussion critique sur l'interprétation des structures fines est présentée. En'par
ticulier, il est montré comment la prise en compte de mécanismes tels que les in
terférences dans les voies de décroissance peut entraîner de nouveaux phénomènes
observables dans la fonction de réponse.
3.5 Résonances géantes et couplages intermé
diaires
La présence d'une hiérarchie dans le couplage peut être illustrée en considérant
que le cas modèle des mécanismes d'amortissement présenté dans l'introduction
de ce chapitre (équation (3.1)) n'est qu'une sous partie d'un cas plus général[Lac99-1]. Dans cette introduction, l'état collectif \Coll) (état propre de H0) se
couple aux autres états propres \i) de Ê0 par l'interaction résiduelle V. Un tel
couplage entraîne alors une décroissance du mode collectif vers les états propres
\p) du hamiltonien total H = HQ + V.
Une hiérarchie dans les couplages peut être introduite en supposant que les
états |t) se couplent à d'autres états \j) par l'intermédiaire d'une interaction V2.
Le problème de décroissance de l'état collectif revient alors à trouver comment
l'état collectif \Coll) se décompose sur les états propres de H' tel que:
Ê'= È0 + V +V2
~ +V2 ^2
Les états |^ ) jouent alors le rôle d'états intermédiaires dans les couplages. Ces
états ont un temps de vie fini3 en raison de l'interaction V2.
^Dans la vision hiérarchisée des couplages, les états intermédiaires dans les
décroissances des résonances géantes pourront être:
-soit un ensemble de degrés de liberté qui représenteront une étape intermé
diaire dans la hiérarchie de couplage (états 2p-2h, 3p-3h...)
-soit les états du noyau composé eux mêmes [Cho95, Lau95], qui, en se cou
plant aux états du continuum, acquièrent un temps de vie fini.
Une discussion des fondements théoriques de cette approche peut être trouvée dans la
référence [Fes67] ou il est montré que l'effet d'une interaction résiduelle entre deux sous parties
dun système conduit àintroduire des énergies complexes pour les états d'une des sous partie
60
Excitations collectives dans les noyaux
Lien entre TT et la largeur des états propres du noyau:
Lorsque le couplage entre les états du noyau composé et le mode collectif est
directement considéré, ceux-ci jouent le rôle d'états intermédiaires (notés p) entre
le mode collectif et le continuum. Chaque état p a un temps de vie TM en raison
du couplage avec le continuum. Ce temps de vie a lamême origine que lalargeur
d'échappement TT des modes collectifs. Dans cette section, je voudrais discuter
les liens entre ces deux largeurs.
Si on introduit un continuum d'états \k) couplés aux états \p) via une inter
action résiduelle AV, la décomposition de l'état collectif sur les états du noyau
composé \Coll) = J2ccoU,im\p) associée à l'utilisation de la règle d'or de Fermi
conduit à:
rToc|(£|AV|Co//)|2 = £cCo^ (*|AV|p)
2
(3.37)
Si on développe cette somme, en supposant une incohérence dans les ccoii,», on
obtient TT = £M \cCoii,n\ TM (où on a utilisé la règle d'or de Fermi pour chaque
état p). Cette approximation conduit à une forte sous-estimation de TT. En
effet, si on suppose que l'état collectif est un mélange équiprobable de N états:
\c^,Coit\ —^ la largeur TT est du même ordre de grandeur que T^. Cependant,
expérimentalement, tandis que TM est de l'ordre de l'eV, TT est en général bien
plus grand (quelques centaines de keV). Ceci est un effet direct de la structure des
modes collectifs qui sélectionnent une composante très particulière des états du
noyau composé. Ainsi, la somme dans (3.37) ne peut être supposée incohérente,
permettant ainsi de comprendre la valeur de TT comme une combinaison très
particulière de petites contributions de chaque état p.
3.5.1 Fonction de réponse du noyau et couplages intermé
diaires
L'effet des couplages intermédiaires sur les modes collectifs peut être introduit
en étudiant la réponse du noyau à une petite excitation dépendante du temps
XD {e-iEt'% + e+iEt'h) (où Dest un opérateur hermitien). La réponse linéaire
autour de l'état fondamental du système donne:[Rin81]
(3.38)
où le temps de vie rM = h/T^ des états \p) est explicitement pris en compte. Le
résultat d'une mesure sur le système associée à un opérateur hermitien A, donnée
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par (Â(t)) = ($ (t)\ Â|* (t)), devient
m -«xim* (ç jf4g/aS—_|M<H|i| e+,,»+,,;
(3-39)
Si on suppose que Â = D, D étant l'opérateur d'excitation de l'état collectif
D |0) = |Co/Z), la transformée de Fourier de l'expression précédente donne accès
à la fonction de réponse spectrale du noyau. Pour des énergies positives, on
obtient:
K{h) ^{(E-Ej +iT^ (E +E„) +iTj2) ^
dans laquelle le premier terme est dominant:
ffffhT \{p\CoU)f •
La fonction de réponse du noyau est donnée par la partie imaginaire de R(E)
s (E) =-l-im (R(E)) ~i- y; MdgS^l! (3 42)
t ^ " 2tt ^ (£ - £„)a +Tl/4 { }
Comme dans le modèle simplifié présenté précédemment, les éléments de la
décomposition du mode collectif sur les états p définis par 0M = \{p \Coll)\2, la
densité des états E» ainsi que la valeur typique de TM déterminent la décroissance
de ce mode.
3.5.2 Fluctuations d'Ericson
Divers cas peuvent alors être étudiés. Lorsque les états \p) sont suffisamment
séparés pour que AE > TM, la fonction de réponse présente une fragmentation
avec des pics séparés. Un tel cas a déjà été rencontré avec la fragmentation de
Landau à température nulle. A l'inverse, lorsque les états se chevauchent forte
ment (AE < T,,), l'information sur la largeur TM peut également être observée
dans lesfluctuations de la fonction de réponse, ces fluctuations sont alors connues
sous le nom de fluctuations d'Ericson [Eri63]. Dans ce cas, O» = \(p \Coll)\2 peut
être séparé en deux parties:
•
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une partie moyenne O(E^) qui est une fonction douce de E^. Cette fonc
tion est typiquement une distribution de Breit-Wigner comme dans le cas
précédent (équation (3.6));
une partie fluctuante 80^ = 0^ —0 (Eu).
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Ericson a montré qu'en isolant la partie moyenne de la fonction de réponse
S(E) (proportionnelle à O) et la partiefluctuante 8S(E) = S (E)—S (E) associée
à 80,j,, on peut à nouveau extraire la largeur typique T^ en utilisant la fonction
d'autocorrélation (voir annexe B-l) [Eri63]:
1 rEo+SEC(E) = jëJe dE' 8S (E') 8S (E' +E) (3.43)
où 8E est l'intervalle total en énergie. En effet, si on suppose des corrélations
aléatoires entre les matrices de recouvrement, i.e. 80^0V = 802, 8^u, on obtient
la dépendance en énergie de C(E) suivante:
y-
où AE est l'espacement moyen entre deux états p.
La figure (3.17) donne C(E) et S(E) dans deux cas de réponse présentant des
fluctuations. Lepremier (gauche) correspond à une distributionfragmentéeen des
pics bien séparés (T^ < AE) tandis que le second (T^, > AE) est un cas typique
de fluctuations d'Ericson. Lorsque la structure fine des résonances géantes est
recherchée, il semble plus adapté d'utiliser la dérivée de S(E) dans la fonction
d'autocorrélation. En effet, cette dérivée est un microscope sur les structures
fines. Les dérivées ainsi que les fonctions de corrélation correspondantes sont
également représentées dans la figure (3.17).
3.5.3 Origine microscopique des fluctuations
Avecl'effet conjugué de la présence d'états intermédiairesdans les couplages et de
fluctuations 80^ dans la décomposition de l'état collectif, il est donc possible de
prédire l'apparition de structures fines dans la réponse nucléaire. Jusqu'à présent,
aucune fluctuation 80^, n'est présente dans le modèle schématique (équation
(3.6)). Ceci est un effet direct de la simplicité du modèle où une interaction
(Coll\V \i) constante et une densité des états \i) uniforme ont été imposées.
En général, ces deux quantités varient. Ainsi, si on suppose, par exemple, que
l'interaction résiduelle contient une partie fluctuante définie par I(Coll\ V+ 8V \i) I =
v2(l+8vi), ilen résulte une partiefluctuante dans lerecouvrement O^ = O^+SO^
(où ÔM est donné par (3.6), voir annexe B-3). La condition 80^.80» ~ 8^ &0\
utilisée dans la démonstration des fluctuations d'Ericson peut directement être
obtenue en prenant des corrélations aléatoires dans lestermes d'interaction 8v{8vj =
CiSij (voir annexe B-3).
La fonction de réponse présentée en haut de la figure (3.18) illustre ce cas.
Celle-ci est obtenue par une diagonalisation du hamiltonien H = Ho + V sans
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Figure 3.17: Haut: Illustration de la fonction de réponse S(E) calculée dans
le cas de structure intermédiaire de couplage. Les différentes quantités sont
représentées en unités arbitraires (a. u.) sur cette figure. Gauche: la réponse est
fragmentée en pics bien isolés (r„ = 3 < AE ~ 10). Droite: cas des fluctuations
d'Ericson (rM = 3 > A£ ~ 0.5). Dans les deux cas, une largeur totale égale
à 30 à été supposée. Milieu: dérivées des fonctions de réponse. Bas: Fonctions
d'autocorrélation associées aux dérivées (dans ce cas, la moitié de la largeur T„
est directement accessible).
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Figure 3.18: Illustration de la fonction de réponse obtenue lorsqu'un mode col
lectif est couplé à des états ayant un temps de vie fini. Haut: les éléments
de l'interaction résiduelle sont constants. Bas: une interaction fluctuante a été
ajoutée. Dans les deux cas, une largeur à mi-hauteur égale à Tooii = 30 a été
supposée tandis que TM = 3 et AJSM = 0.5.
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fluctuations tandis qu'en bas le hamiltonien H= Ê0 +V+8V est utilisé. Afin de
décrire la décroissance des états \p), une largeur finie T, aété introduite. Cette
figure illustre comment, microscopiquement, des fluctuations dans les éléments
de couplage permettent de rendre compte de l'apparition de fluctuations de type
Encson dans la fonction de réponse[Lac99-l].
Description microscopique de la largeur des états intermédiaires
Dans l'exemple présenté précédemment, la largeur des états intermédiaires aété
introduite comme une partie imaginaire dans l'énergie des états \p). Cette largeur
peut directement être interprétée comme un second couplage dans le hamiltonien
nucléaire de ces états avec d'autres états (notés |;)) associés à des degrés de
liberté plus complexes du noyau. Afin d'illustrer ce cas, une matrice de couplage
V2 a ete ajoutée au cas précédent:
. Tout d'abord, l'état \Coll) est couplé aux états \i) par une interaction
fluctuante Vx + 8VX, ce qui donne des états \v)
\v} = <Coii\CoM) +Y;cl.\i} (3.45)
i
• Les états \v) sont couplés par l'interaction V2 aux états \j) en donnant




\P) =<Acoii \Coll) +c\rV £ ci, \i) +J2 c\- \j) (3.47)
* î. "'
En supposant que chaque état \v) décroît indépendamment vers une sous partie
des états \j) notée \jv)
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{Ju\V2\v')\ =8„v,v2, (3.48)
ces états acquièrent une largeur Tv = 2kvHAE2 où AE2 est l'espace entre deux
états \j).
L'introduction des largeurs des états intermédiaires permet d'illustrer l'appa
rition de différentes échelles dans la réponse. En effet, dans ce cas, la matrice de
recouvrement présente explicitement deux échelles:
0^\cl,c4Kf^Ol02v^n,v (3.49)
Excitations collectives dans les noyaux
La première, 0\ = \c\Coii\ >est directement reliée aux caractéristiques de cou
plages entre l'état collectif et le premier niveau de complexité v, tandis que la
seconde, O2 v= |c£ J2, donne l'effet du second niveau. Lorsque le couplage v2
est constant, cette seconde échelle prend à nouveau la forme d'une distribution
de Breit-Wigner 0^u = v|/•((£„ - E„)2 +T*/4t) conduisant àune fonction de
réponse:
K\2S(E) = --ImYsOvY,^ (JE? - E,) + ÎTJ2 (3.50)
^E^+^ HE1? ((E, - E,)2 +Ti/if ((E - E.)2 +r>/4)
dans laquelle une largeur TM a également été introduite pour les états p. La figure
(3.19) illustre le cas de fluctuations d'Ericson obtenues en prenant des corrélations
aléatoires entre les 80v.
0.04 l'T ' ' ' ' 1 ' • • • 1 • • ' • 1 • • • • 1 •-
0.03 r A
£T 0.02 7 M ~-
m : \ \ J\
0.01 7 l\ J VA "
•d. .Vl\ . , , i . . \•VTTK:;
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Figure 3.19: Fonction de réponse obtenue ensupposant une origine microscopique
pour la largeur des états intermédiaires. Dans cette figure, une largeur totale de
30 a été imposée tandis que Tv = 3. De plus, une petite largeur rM = 0.5 a été
prise pour le dernier niveau de complexité (AEV = 7 et AE^ = 0.03).
3.6 Fluctuations à plusieurs échelles
Jusqu'à présent, le cas d'un seul ensemble d'états intermédiaires a été présenté,
donnant des fluctuations caractéristiques de la largeur de ces états. Dans cette
section, la possibilité d'avoir et d'observer des fluctuations à plusieurs échelles en
raison de couplages en cascade est discutée.
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Fluctuations d'Ericson à plusieurs échelles
Dans la dernière illustration, un temps de vie fini aégalement été imposé pour
les états pdu second niveau de complexité. Ce temps de vie peut également
être interprète comme un couplage à un troisième niveau de complexité De
plus 1interaction v2 peut également avoir une partie fluctuante. Dans ce cas la
tonction de réponse du système devient:
S(E) = ^-Im^OlY, O2






Ainsi, des fluctuations à deux échelles Tu et T, sont présentes en plus de la
-5 0 5 10
E (a.u.)
0 50 100 150
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Figure 3.20: Fluctuations d'Ericson à plusieurs échelles dans la fonction de
réponse collective. Ce graphique est obtenu en supposant deux étapes in
termédiaires dans le couplage avec des interactions fluctuantes à chaque étape
Au dessus de la forme globale (TCou=30), on peut observer deux échelles de fluc
tuations (un agrandissement sur une partie du spectre est également représenté).
Ces deux échelles sont obtenues en supposant des états se chevauchant fortement
achaque étape (r, =3, T„ =0.5, AE„ = 0.6 et AE» =0.03).
largeur totale Tcu. Ce cas de fluctuations d'Ericson à plusieurs échelles est
présente dans la figure (3.20).
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Fluctuations et réponse fragmentée
Il est également possible que la fonction de réponse présente une fragmentation
similaire à la fragmentation de Landau en raison du premier niveau de couplage.
Dans ce cas, la fonction de réponse est fragmentée en plusieurs pics distincts
\Colln). L'introduction d'un second niveau de complexité conduit à des fluctua
tions pour chaque pic. La réponse du système s'écrit alors
sW =èXKCoUvaQ?fc{l>Wf*
2t
Un tel cas est représenté dans la figure (3.21)
0.00
-50 0 50 100 150
E (a.u.)
(3.53)
Figure 3.21: Fonction de réponse fragmentée dans laquelle un second niveau
d'états intermédiaires a été introduit. Une largeur globale de 30 a été supposée.
Tandis que les états du premier niveau de couplage sont supposés éloignés (Tcoii =
3 et AEcoii = 7), le second niveau donne des fluctuations d'Ericson (T^, = 0.5 et
A£M = 0.03).
3.7 Extraction des fluctuations à différentes échelles
Les divers modèles schématiques discutés jusqu'à présent ont montré la possibilité
d'avoir plusieurs échelles plus ou moins distinctes dans la fonction de réponse.
L'extraction de la largeur totale Tcoii ne pose en général pas de problème en
utilisant les techniques standards telles que les régressions, les estimations de
variances ou les calculs d'autocorrélation. L'extraction d'échelles intermédiaires
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constitue en général un problème plus complexe. Dans cette section, je présente
une analyse critique des méthodes existantes et je développe de nouveaux outils
adaptes a ces signaux.
3.7.1 Méthodes standard et extension
Les méthodes d'autocorrélation sont a priori utiles lorsque des fluctuations de
type Encson existent. Elles permettent effectivement d'extraire une partie des
échelles des fluctuations de la fonction de réponse :
-lorsque la fonction de corrélation (3.43) est directement calculée sur S(E)
sans enlever la partie moyenne S(E) cette technique donne accès à la largeur
globale de la fonction de réponse.
-lorsque l'échelle des structures fines est recherchée, une valeur moyenne S(E)
doit tout d'abord être enlevée à S(E)[KH87]. Pour la plupart des fonctions de
distribution présentées dans ce chapitre, l'échelle extraite par cette technique
dépend fortement de la méthode et des paramètres utilisés pour obtenir S(E)
Afin de pallier à ce problème, le calcul de la fonction d'autocorrélation à partir
de la dérivée de S(E) semble être moins biaisé. Dans ce cas, on obtient la plus
petite des échelles de fluctuations de S(E).
Ces deux types d'analyses, calculant les fonctions d'autocorrélation à partir
de la fonction de réponse et de sa dérivée, sont illustrées dans les figures (3.22)
et (3.23) pour des fluctuations d'Ericson sur deux échelles distinctes et pour une
distribution fragmentée sur laquelle se trouvent des fluctuations d'Ericson àplus
petite échelle. La figure (3.22) représente les fonctions de réponse et leurs dérivées
tandis que la figure (3.23) montre les fonctions d'autocorrélation correspondantes
Dans les deux cas présentés, la largeur totale et la plus petite échelle peuvent
être extraites. De plus, lorsque la réponse est fragmentée, il semble que la largeur
de chaque pic soit également accessible. A l'inverse, lorsque des fluctuations
dEncson existent à plusieurs échelles, il n'est pas possible avec les techniques
dautocorrélation de connaître les échelles intermédiaires. Le paragraphe suivant
présente une nouvelle méthode d'analyse des fluctuations.
3.7.2 Index d'Entropie et fluctuations
Une méthode basée sur le concept d'entropie aété récemment utilisée par Hwa
lHwa98J, pour l'analyse des fluctuations auto-similaires dans les irrégularités des
battements du coeur. Cette méthode peut être adaptée à l'étude de la réponse
nucléaire de la façon suivante : l'intervalle total en énergie AE = EMAx-EMIN
est tout d'abord divisé en nintervalles de taille 8E (n = AE/8E). Dans chacun
des intervalles ,', on définit le coefficient Dj (8E) comme le recouvrement de la
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Figure 3.22: Haut: fonction de réponse présentant des fluctuations à plusieurs
échelles. Gauche: Fluctuations d'Ericson à deux échelles. Droite: fluctuations
d'Ericson à petite échelle sur une réponse fragmentée. Bas: dérivée de la fonction
de réponse. Dans les deux cas, une largeur totale de 30 a été supposée tandis que
les deux échelles de fluctuation sont T^ = 3 et TM = 0.5.
fonction de réponse et de la fonction escalier valant —1 sur la première moitié de
l'intervalle et +1 sur la seconde. Ainsi, a chaque échelle SE, on a :
JcEmin+J6E
' dE S (E) sign (E - (j - 1/2) SE) (3.54)
EMm+(j-l)SE
Il est important de noter que ce coefficient donne accès à une sorte de dérivée
généralisée de la fonction de distribution. Afin d'extraire les propriétés globales
des fluctuations, un facteur d'entropie K (SE) est défini pour chaque taille SE :
K(SE) = - X .Wj (SE)log Wj (SE) (3.55)
i=l,n
où les coefficients Wj (SE) —\Dj\ / (\Dj\) ne sont autres que les Dj normalisés à
leur valeur moyenne ((|-Dj|) = l/iEj'=i,n 1-^iD-
Dans la référence [Hwa98], il est montré qu'une augmentation linéaire de
K (SE) en fonction de log(SE) caractérise l'existenced'invariance d'échelle dans
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Figure 3.23: Haut: fonction d'autocorrélation calculée à partir de lafonction de
réponse. Gauche: Fluctuations d'Ericson à deux échelles. Droite: Fluctuation
d'Ericson sur une réponse fragmentée (un agrandissement sur les petites énergies
est également représenté dans ce cas). Dans les deux cas une largeur totale de
30 est supposée tandis que les échelles de fluctuations sont T„ ~ 3et T» ~ 0.5.
Bas: fonction d'autocorrélation calculée à partir de la dérivée de la réponse.
les fluctuations. Lorsque des fluctuations à des échelles très spécifiques sont sup
posées, un comportement différent est attendu. Etant donné que les Wj peuvent
être considérés comme des dérivées généralisées sur un intervalle SE, ceux-ci
doivent être à peu près constants entre deux échelles typiques. Lorsque SE est
proche d'une échelle de fluctuations, il en résulte des variations importantes des
Wj (SE) induisant un changement brutal de K(SE). L'évolution de K(SE) est
illustrée sur la figure (3.24) lorsque respectivement une, deux et trois échelles
ont ete imposées. Dans les cas présentés, ainsi que dans de nombreux autres cas
étudiés, le nombre de plateaux de K(SE) est une signature du nombre d'échelles
de fluctuations. Toutefois, les positions des plateaux ne donnent qu'une estima
tion des échelles mises en jeu. L'extraction des différentes échelles de fluctuations
dans la fonction de réponse reste un problème complexe, d'autant plus que la
resolution expérimentale doit également être prise en compte. Des expériences
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Figure 3.24: Droite: évolution de K (SE) en fonction de la taille de l'intervalle
SE dans trois cas différents. De haut en bas, respectivement une, deux et trois
échelles ont été introduites (r = 30, 3 and 0.5). Droite: fonctions de réponse
associées.
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formations sur les différentes échelles impliquées dans les fluctuations[Ott98].
3.8 Interférences dans la fonction de réponse
Afin de décrire microscopiquement l'apparition de fluctuations d'Ericson àplu
sieurs échelles, il est nécessaire de supposer une hiérarchie très particulière dans
1hamiltonien en suivant un scénario de couplages de plus en plus complexesjusqu au chaos du noyau composé[Zel96]. Ce type d'approche est à la base de
nombreux schémas d'approximations du problème àN-corps nucléaire telles que le
champ moyen étendu [Won78, Bal86, Abe95] où des descriptions d'amortissement
des résonances géantes telles que la seconde RPA[Dro90]. La principale hypothèse
de ces approches est que la troncature de la hiérarchie à n'importe quel niveau
donne une fonction de réponse qui est très peu modifiée par la prise en compte
du niveau de complexité suivant. Il est toutefois possible qu'à un des niveaux
des couplages relativement grands existent et brisent cette hiérarchie En effet'
en mécanique quantique, la modification de quelques éléments de couplage suffit
a créer un réarrangement important des états propres.
Dans la suite de ce chapitre, une discussion critique de l'apparition de fluc
tuations dans la fonction de réponse du noyau est présentée. Il est en parti
culier montre que des interférences dans les voies de décroissance peuvent in
duire des structures particulières dans la fonction de réponse collective. Ces in
terférences, en général attendues dans les systèmes nucléaires, représentent alors
une interprétation alternative aux fluctuations d'Ericson.
3.8.1 Décroissance et Interférences
Jusqu'à présent, les divers modèles présentés supposent qu'à chaque niveau de
complexité, les états intermédiaires décroissent indépendamment. Ceci est di
rectement imposé en supposant qu'ils se couplent àdes sous ensembles disjoints
du niveau de complexité suivant. Toutefois, lorsque les états considérés ont les
mêmes nombres quantiques, il n'y apas apriori de raison de supposer des voies de
décroissances différentes. Dans ce paragraphe, les effets pouvant survenir lorsque
les mêmes états servent de voie de désexcitation aux états intermédiaires sont
discutes. Nous verrons qu'en général des effets d'interférences sont attendus.
La figure (3.25) illustre le cas considéré auparavant (gauche) ainsi que le cas de
décroissance vers les mêmes états (droite).
C^onsidérons un ensemble d'états |„) (avec Ê0 \v) = E„ \u)) se couplant au
même ensemble d'états |j) (avec H0 \i) = E{ \i}) via une interaction résiduelle V.
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|i> |i>
iv> >fjfj \v> =
l£2E«£z= |Coll> 7sm
Figure 3.25: Gauche: illustration de l'hypothèse d'états intermédiaires couplés
à des états plus complexes disjoints. Droite: Illustration du cas opposé, où les
états intermédiaires se couplent aux mêmes états.
La diagonalisation de l'hamiltonien H = Ê0 + V donne les états propres :
\P) = E W W) + E <W 10 (3-56)
v i
Si on prend un couplage constant entre les états \v) et \ï) : (u\ V \i) = v et si on
suppose que ces états sont uniformément espacés respectivement tous les AEi et
AE2 (avec AEi > AE2), la probabilité d'excitation (9M peut être explicitement
calculée (voir annexe B-4)
AV(l+taa»(x^))
H/4 +^taa»(irât)°» = ^,..±e*. :,*A (3-57)
où T2 = 2kv2/AE2. Pour aboutir à cette expression, il a été supposé que les
états v sont peuplés de façon équiprobable avec un poids lA^I = A. De plus,
cette expression suppose des corrélations aléatoires entre les divers cMiJ/ et Au.
Deux cas peuvent alors être considérés :
• Lorsque T2 <C Ai?!, la fonction de réponse présente des pics isolésde largeur
T2. Dans ce cas, on retrouve un cas où les états v se couplent à des ensembles
disjoints d'états i.
• Lorsque T2 » AEX, comme dans le cas où on s'attendrait à avoir des fluctu
ations d'Ericson, la fonction de réponse présente des franges d'interférences
avec des minimums tous les E^ = (n + 1/2) AEX.
Ce type d'interférence persiste lorsque tout type de fluctuations est introduit
dans l'hamiltonien (fluctuations sur les énergies des états et sur l'interaction
résiduelle). Un tel cas est illustré dans la figure (3.26).
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Figure 3.26: Illustration de la fonction de réponse calculée pour un ensemble
d'états v couplés au même ensemble d'états i et en incluant tous les types de
fluctuations dans le Hamiltonien. Haut: la largeur T2 est supposée supérieure
a la distance AEX (T2 = 1, AEX = 23). Bas: le cas T2 > AEX est représenté
(r2 = 100, AEX = 23).
Ainsi, dans un cas où on attendrait des fluctuations d'Ericson, en raison des
couplages indirects par les voies de décroissance, des fluctuations non pas reliées
aux largeurs mais à l'espacement des niveaux intermédiaires (i.e. à l'inverse de
la densité d'état) peuvent être observées.
3.8.2 Interférences dans Pamortissement des modes col
lectifs
L'effet de ces interférences peut également apparaître dans la réponse collective
d'un noyau. Considérons de nouveau que le mode collectif \Coll) est couplé à un
ensemble d'états intermédiaires \v) via une interaction Vx. L'effet décrit dans la
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section précédente peut apparaître dans la fonction de réponse lorsque ces états
\v) sont couplés aux même ensemble d'états \i) par une interaction résiduelle V2
(voir illustration (3.26)-droite). La diagonalisation du hamiltonien total H =
Ho + Vx + V2 (où \Coll), \v) et \i) sont les états propres de H0) donne les états
propres
I/O = c^coii \Coll) + Y, c»,v W) + J2 C*M 10 (3-58)
v i
Une solution exacte peut être trouvée en supposant une interaction constante
entre chaque niveau de complexité : (Coll\ Vx \v) = vx, (v\ V2 \i) = v2 et les états
\v) et \i) respectivement caractérisés par des espacements AEX et AE2. Dans la
limite v\ —» 0 avec T2 —2itv\IAE2 = ete, la matrice de recouvrement 0M s'écrit
(voir annexe B-5)
2 2
O? —\ccoii\ - ~zi - iw~/ ; r~T TT2 (3-59)%(E. - Ecoiif +V" ((^ " Ecoii) tan (x^) - %)
dans laquelle Ti = 2ttv2/AEx. A nouveau, lorsque T2 ^> AJ5i, la réponse du
noyau présente des franges d'interférences non pas reliées à la largeur des états
intermédiaires mais à l'espacement AEX de ces niveaux. Cette conclusion est
robuste même lorsque tous les types de fluctuations dans le hamiltonien ont
été introduits (voir figure (3.27)). Lorsque le couplage entre le premier et le
second niveau de complexité est supposé, il en résulte une réduction importante
de la largeur totale du mode collectif. Ce phénomène est similaire au cas de
l'augmentation du temps de vie d'un état couplé très fortement à d'autres états
("motional narrowing") [Bro87].
Ainsi, lorsque les états intermédiaires décroissent vers les mêmes états com
plexes, des franges d'interférences peuvent être observées dans la fonction de
réponse du noyau. En particulier, cela donne une alternative à l'interprétation
des structures fines en tant que fluctuations d'Ericson qui se produisent dans
les mêmes conditions (r2 ^> AEX). Dans les systèmes nucléaires, les voies de
décroissances n'ont pas de raison d'être disjointes et on s'attend à ce que ce
phénomène soit générique. Dans ce cas, la structure fine donne accès à la densité
d'état des voies de décroissances et non à leur largeur.
3.9 Conclusion
L'étude de la décroissance des résonances géantes a permis de discuter le schéma
d'approximations en général utilisé pour traiter le problème à N-corps nucléaire.
En particulier, l'existence d'une hiérarchie dans les niveaux de décroissance donne
une interprétation naturelle des structures fines dans la réponse du noyau. Dans
ce contexte, on s'attend à ce que plusieurs échelles de temps, caractéristiques
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Figure 3.27: Effet des interférences dans la fonction de réponse des modes col-
tectifs lorsque divers types de fluctuations ont été introduits dans le hamiltonien
Pour le calcul présenté: rx = 100, AEX = 3, T2 = 30 et AE2 = 0.5. De plus
une petite largeur T» = 1a été supposée dans la fonction de réponse. En haut à
droite, la fonction d'autocorrélation sur la dérivée est représentée montrant que
la largeur caractéristique de fluctuation est AEX.
des différents niveaux de décroissance, puissent être observées sous la forme de
fluctuations d'Ericson. Cependant, le schéma d'approximation des mécanismes
damortissement est très particulier et certains effets sont négligés. C'est le cas
des couplages indirects par les voies de décroissance qui peuvent conduire à des
structures comparables à celles d'Ericson dans lafonction de réponse.
La prise en compte de tous les degrés de liberté du noyau, dans une approche
microscopique moins schématique est impossible et les théories construites sur la
troncature de lahiérarchie BBGKY semblent les mieux adaptées à une telle étude
dans les systèmes nucléaires. Ainsi, l'application de la théorie de champ moyen
étendu a la désexcitation des modes collectifs a permis de clarifier comment les
collisions entre nucléons, en couplant les degrés de liberté ordonnés et désordonnés
du noyau, conduisent àl'amortissement des résonances géantes froides et chaudes
ainsi qu'a la réorganisation des nombres d'occupation. Dans le cadre des mou
vements de petite amplitude, une version linéarisée des équations de champ
moyen étendu a été suffisante pour cette étude. Cette méthode, bien que de
mandant des techniques de résolution très différentes, est strictement équivalente
a résoudre ETDHF. Lorsque des mouvements de grande amplitude sont étudiés,
les équations dépendantes du temps devront être directement utilisées. Appliquer
une telle théorie dans sa plus grande généralité reste une entreprise complexe et on
peut se demander dans quelle mesure les effets quantiques sont importants dans
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l'étude des systèmes chauds. Cette question est adressée dans le chapitre suivant
où les théories de champ moyen quantique et semi-classique sont comparées dans
le cadre de l'expansion des noyaux chauds. Cette étude nous permettra dans un
premiertemps de rappelerle contexte des collisions entre ions lourdsaux énergies
intermédiaires lors desquelles ces noyaux peuvent être formés. La dynamique
d'expansion n'ayant que très rarement été étudiée dans un cadre quantique, les
différents aspects de cette dynamique seront tout d'abord introduits dans les
théories Hartree-Fock puis comparés au résultats des théories semi-classiques.
Dans un second temps, les différents concepts introduits serviront de point de
départ à l'étude de l'évolution des noyaux dans ETDHF.
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Chapitre 4
Noyaux chauds et champ moyen
aspects statiques et dynamiques
4.1 Introduction
L'étude des résonances géantes a permis d'introduire les concepts de noyaux
chauds et de mode collectif. Grâce aux réactions entre ions lourds aux énergies
intermédiaires, la désexcitation des noyaux chauds et denses a pu être étudiée
plus systématiquement [Poc97]. Conjointement, les théories de transport semi-
classiques allant au delàdu champ moyen sesont avérées un outil indispensable à
la compréhension des mécanismes de ces réactions. Toutefois, de nombreuses cri
tiques s'élèvent contre cetype d'approche où le seul phénomène quantique prisen
compte est l'effet du blocage de Pauli. Pourtant, la structuredes noyaux et la dy
namique des fonctions d'onde sont importants dans ces réactions. Une approche
quantique telle que ETDHF est donc préférable. L'application de cette théorie
aux mouvements de petite amplitude a montré l'effet des collisions sur les noy
aux chauds. L'étude des mouvements de grande amplitude requiert de résoudre
directement les équations dynamiques. Ces équations sont complexes dans un
cadre quantique et on peut se demander dans quelle mesure les effets quantiques
sont importants lorsque les systèmes chauds sont considérés. De tels systèmes
ont rarement été étudiés systématiquement grâce aux théories de Hartree-Fock.
C'est pourquoi, avant de présenter des applications de ETDHF, les différents as
pects de la dynamique de champ moyen sont discutés dans ce chapitre à travers
l'étude de l'expansion des noyaux chauds. Cette étude précisera les méthodes et
les notions associées à la dynamique et à la thermodynamique des théories à un
corps. Ainsi, un rappel du scénario des réactions entre ions lourds permettra non
seulement de situer le rôle de l'expansion, mais aussi de discuter les limitations
du champ moyen. Finalement, une comparaison aux théories semi-classiques de
Vlasov montrera la nécessité d'utiliser ETDHF en soulignant les différences im-
4.1 Introduction
portantes dans la dynamique nucléaire lorsque les effets quantiques sont inclus
ou non.
Scénario de la création et de la désexcitation des noyaux chauds lors
des collisions entre ions lourds
L'étude expérimentale des réactions entre ions lourds permet d'élaborer un scé
nario pour la création et la désexcitation de noyaux chauds[Poc97]. Lorsque
deux noyaux entrent en contact un ou plusieurs systèmes fortement excités sont
formés selon le paramètre d'impact et l'énergie du faisceau incident. L'énergie
disponible dans chacun de ces systèmes se répartit statistiquement sur les degrés
de liberté lors d'une phase de pré-équilibre, entraînant la création de systèmes
nucléaires soumis à des conditions diverses de température et de pression. La
notion d'équilibre et de température reste complexedans de tels systèmes. Dans
ce chapitre, cet équilibre sera supposé. La désexcitation de ces noyaux conduit,
après une expansion radiale, à une grande diversité de phénomènes : création
d'un résidu unique refroidi par évaporation, fission, multifragmentation ou va
porisation totale[Sie87].
La possibilité de créerdesnoyaux dans desconfigurations de température et de
pression très variées, fait des réactions entre ions lourds une source d'information
pour la compréhension des propriétés de la matière nucléaire dense et chaude.
Bien que les problèmes liés à la taille finie soient complexes, les concepts de la
matière nucléaire infinie sont parfois utilisés dans la description des réactions
entre ions lourds. Dans une vision simplifiée, la dynamique de création et de
désexcitation des noyaux chauds est, par exemple, souvent représentée dans
un espace des phases caractérisé par des grandeurs macroscopiques telles que
la température, l'énergie, la densité moyenne (voir figure (4.1)). De plus, les
phénomènes de multifragmentation sont parfois interprétés comme une signature
possible del'existence d'une transition de phase du premier ordre dans le système
infini. Certaines approches vont encore plus loin en proposant uneexplication dy
namique pourcette transition dephase : les noyaux entreraient, après uneexpan
sion radiale, dans une région spinodale oùilsdeviendraient mécaniquement insta
bles. L'interprétation de la multifragmentation nucléaire en terme de transition
de phase du premier ordre reste un problème ouvert. En particulier, les aspects
dynamiques jouent un rôle important dans l'évolution des systèmes nucléaires
chauds et denses. L'introduction d'outils théoriques performants permettant de
traiter à la fois les aspects dynamiques et statistiques est alors nécessaire. Par
exemple, les approches allant au delà du champ moyen (BUU, BNV, ETDHF)
donnent un cadre adéquat à l'étude des effets dissîpatifs tels que le pré-équilibre.
La description de phénomènes associés à une brisurede symétrie comme la multi
fragmentation requiert l'introduction de fluctuations dans ladynamique dechamp
moyen. Dans la limite semi-classique, une théorie de Boltzmann-Langevin (BL)
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Figure 4.1: Haut: illustration du chemin dans l'espace des phases (T, p) de la
dynamique de création et de désexcitation des noyaux chauds lors des collisions
entre ions lourds (illustration similaire à celleobtenue par un calcul microscopique
dans la référence [Mor96]). Bas: construction schématique de la dynamique
d'expansion monopolaire dans l'espace (E, p). La courbe représentée correspond
à une courbe isentrope (S = de).
nucléaire a pu être développéeà partir des théories de champ moyen étendu, afin
de rendre compte de ces fluctuations [Gua96, Riv98].
Description microscopique de l'expansion des noyaux chauds
Des différentes étapes de ce scénario, seule la phase d'expansion peut être ap
proximativement décrite par le champ moyen. En effet, lors de l'expansion ra
diale, les calculs semi-classiques montrent que les termes de gain et de perte
dans l'intégrale de collision (équation (2.60)) tendent à s'annuler, donnant une
évolution isentropique (S = cie)[Mor96]. Cette expansion joue un rôle essen
tiel et sa compréhension devrait permettre de déterminer si le système atteint
des régions de densité suffisamment basse pour que des instabilités puissent se
développer [Ngu98]. Des modèles [Ber83, Cug86, Fri88] où le noyau subit une
expansion auto-similaire sont souvent utilisés afin d'obtenir les caractéristiques
de ces boules de feu nucléaires. Dans ce cas, l'amplitude de l'expansion peut être
estimée à partir du diagramme de phase en prenant les points d'intersection des
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C^.S ? ^ et E=c*e (fiSure (4-1))- Cette v^ion reste toutefois très simple
et 1utilisation de modèles microscopiques est plus appropriée.
Dans ce chapitre, la dynamique des noyaux chauds est présentée dans le cadre
du champ moyen quantique. La possibilité de définir une équation d'état dans
les systèmes finis et de relier celle-ci à une dynamique collective simple est tout
dabord discutée. Il est en particulier montré que les effets de surface, les effets
quantiques et l'évaporation peuvent entraîner une expansion complexe Ces effets
sont en général traités différemment dans les approches semi-classiques. Une com
paraison systématique des approches quantiques et semi-classiques démontrera
1importance des aspects quantiques dans les noyaux chauds et lanécessité d'uti
liser ETDHF.
4.2 Equation d'état dans les noyaux
Les équations d'état d'un système donnent le lien entre les observables et les
paramètres thermodynamiques ou statistiques à l'équilibre. Ces équations en
réduisant l'information aux observables les plus pertinentes, permettent le pas
sage du microscopique au macroscopique [Bal91]. Ainsi, les propriétés des équa
tions détat sont le reflet des propriétés de l'interaction et des nucléons sur laquelle
elle agit. Dans cette section, un rappel succinct sur la matière nucléaire infinie est
lait. Ce système infini joue un rôle particulier dans lacompréhension des réactions
entre ions lourds, en donnant de précieuses indications pour expliquer le com
portement des noyaux en fonction de la température et de la pression[Lac98-2].
4.2.1 La force utilisée
Les équations d'état dans les théories de champ moyen sont intimement liées à
la force effective utilisée [Mey93]. Les forces effectives de Skyrme ont déjà été
présentées au début de ce travail (tableau (2.45)). Toutefois, afin de discuter plus
simplement les différents concepts introduits dans ce chapitre, le potentiel effectif|Bon76, Koo77]
U[p] =Vc +lt0P+£^lt3p^+cV2p. (4.1)
aété retenu, le potentiel coulombien Vc étant calculé en assignant une charge
AIAa chaque nucléon. Cette expression contient les termes dépendant de la
densité, t0 et t3, présents dans la force de Skyrme (expression (2.45)) tandis que
le paramètre c, appelé parfois terme de surface, peut être relié aux coefficients
*i et t2 par c:= (5t2-Mx)/W. La dernière composante a des contributions
non-locales difficiles àobtenir numériquement et l'expression (4.1) est en général
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remplacée par [Bon76, Koo77]
U[p] =lt'0 p+^^-t3 p°+1 +V0Y ®p+Vc (4.2)
où Y est la fonction de Yukawa Y(f) = exp (-r/a) / (r/os). Les potentiels (4.1) et
(4.2) sont équivalents à l'ordre leplus bas en a. En effet, utilisant une transformée
de Fourier de (4.2), on obtient la relation :
t'0 = t0- jirasV0 (4.3)
V0 = (5*2 - %) = _£_ (4<4)
647ra5 4na5
L'intérêt du potentiel de Yukawa est qu'il peut être obtenu en résolvant l'équation
de Helmholtz associée [Bon76, Koo77].
L'introduction de tous les termes de la force de Skyrme conduirait à des
équations plus générales. En particulier, un paramètre d'assymétrie protons-
neutrons devrait être considéré. Toutefois, la force est volontairement réduite
afin d'illustrer simplement comment le choix des paramètres de la force fixe les
propriétés de la matière nucléaire infinie.
4.2.2 Matière nucléaire infinie
Propriétés d'équilibre et paramètres de la force de Skyrme
La matière nucléaire est un système uniforme infini où le terme de surface s'annule.
De plus, l'effet du potentiel coulombien est supposé neutralisé par exemple par
un gaz d'électrons comme dans les étoiles à neutrons. Dans ce système, on ne
calcule donc que la partie nucléaire du potentiel. Les fonctions d'onde à un corps
sont des ondes planes et la matrice densité s'identifie à la fonction de distribution
de Fermi-Dirac. A une température donnée, celle ci s'écrit :
mk) =f{sk)=1 +e_{£lk_eF)/kBT (4-5)
où ek est l'énergie associée à un état d'impulsion hk. L'énergie de Fermi e? fixe
la densité de la matière nucléaire infinie définie par p = 4:ff(ek)d?k/h3,o\\ le
facteur 4 provient de la dégénérescence en spin et en isospin.
Le choix de la température T et de la densité p détermine les propriétés du
système. Ainsi, l'énergie par nucléon et l'entropie s'écrivent dans le cadre du
champ moyen (équation (2.14) et (2.15)) :
A A 8 H 16 3H K '
S = -ékBJ^-(flogf +(l-f)log(l-f)) (4.7)
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où Ek est l'énergie cinétique. La pression àl'intérieur du système est donnée par
*-*m A,S l^W^™- (4.8)
Une mesure de la compressibilité du système, c'est àdire de la capacité qu'il aà
reagir a une compression extérieure est donnée par le module d'incompressibilité
K qui est défini par1 :
= 1^^0,2 f^E/A\
+ 9/9
A,S [ dp* ) S,A (4.9)
Au point de saturation, c'est àdire au point d'équilibre àtempérature nulle,
a pression sannule conduisant à une relation univoque entre les paramètres de
a force et les propriétés de ce point. Notant p0 la densité de saturation, E0/A




E,Mk i 3.1 „ il. (<H-1)
-f + gVo + ±t3Po ^ >
< P= 0=2^ + ltQpo + ^lt3p^
U- =H(^)p=po =-2f+^ tJo1^
où l'énergie cinétique à température nulle s'écrit :
Ek 3 (h2\ /3tt2 \t
T ~5[2m) {-TPo) (4-H)
La connaissance de certaines propriétés de la matière nucléaire infinie permet
n^Z-f l6S paramètres *<> et *3- Ainsi, la densité de saturation est estimée
a 0.16 fm tandis que les expériences portant sur la résonance monopolaire
donnent JfM = 210 ± 30 MeV[Bla81, Bla95]. Dans cette étude, nous avons con
sidère deux paramétrisations possibles de la force. L'une reproduit les propriétés
déquilibre de la force de Skyrme SkM* tandis que l'autre reproduit celles de la
torce SIII (la masse effective étant prise égale à 1). Prenant a = 0.45979/m
[Bon76], l'utilisation des relations (4.3) et (4.4) a de plus permis de fixer les
coefficients t0 et VQ. Les deux paramétrisations utilisées dans U(p) sont re
portées dans le tableau (4.1). L'utilisation de deux forces ayant un module
dincompressibilité très différent permettra de discuter la réponse du noyau en
fonction de ce paramètre.
!On peut en particulier noter que ce coefficient est relié àla courbure de l'énergie le long
d une isentrope. " 6
2Cette procédure donne le schéma standard d'obtention des paramètres des forces effectives
Lorsqu une paramétrisation complète des forces de Skyrme est recherchée, d'autres contraintes
sont futées soit en considérant des milieux semi-infinis afin de prendre en compte les effets
de surlace, soit en utilisant directement les propriétés des noyaux[Mey93, Cha98]
(4-10)
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t0 (MeV fm3) -2191.73 -435.41
t3 (MeV fm3(1+CT)) 18818.8 17258.8
a (fm) 0.45979 0.45979
V0 (MeV) -461.07 -401.77
Ko. (MeV) 198.88 368.4
Tableau 4.1: Paramètres et propriétés d'équilibre des deux forces utilisées.
Equations d'état de la matière nucléaire infinie
L'exploration des états accessibles au système conduit à la définition deséquations
d'état de la matière nucléaire infinie E = E(p,T), ou, de façon équivalente
E = E(p,S). Dans les systèmes saturés en spin et en isospin, cette équation
relie les grandeurs macroscopiques caractéristiques de celui-ci3 E, S, T et p. La
figure (4.2) présente les courbes E = E (p, S) pour les deux forces considérées.
Ceséquations donnent des renseignementssur les propriétés globales du système.
Elles montrent par exemple la présence d'une zone de coexistence liquide-gaz
obtenue par des constructions de type Maxwell et d'une région d'instabilité spin-
odale définie comme la zone où la dérivée de la pression par rapport à la densité
est négative. Elles permettent de plus une certainecompréhension des propriétés
dynamiques du système. Ainsi, près du point de saturation, l'énergie s'écrit
E •_ Eo £oo (P-Po
A" A + 18 l po , (4.12)
montrant que la réponse du système infini à une petite compression (ou une
dilatation) est déterminée par le paramètre K^. En particulier, plus K^ sera
petit et plus la réponse à une compression sera associée à une force de rappel vers
l'équilibre plus petite. Dans la suite de ce chapitre, la force effective équivalente
à SkM* et ayant un module d'incompressibilité de 200 MeV sera qualifiée de
"molle" tandis que l'autre sera qualifiée de "dure".
L'équation d'état a souvent servi de guide dans l'interprétation des propriétés
des systèmes nucléaires denses et chauds. En particulier, la possibilité d'obtenir
des informations sur la dynamique de ces systèmes est actuellement très largement
utilisée afin de comprendre l'expansion des noyaux chauds. En effet, la discus
sion sur la matière nucléaire infinie servira d'exemple pour définir l'équivalent
3La prise en compte de degrés de liberté plus complexe conduit à introduire d'autres ob
servables telles que l'asymétrie [Mul95].
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SOFT EOS HARD EOS
e/a°;
0.00 0.25 0.50 0.75 1.00 1.25 0.25 0.50 0.75 1.00 1.25
P/Po P/Po
Figure 4.2: Relation entre l'énergie par nucléon et la densité dans la matière
nucléaire infime, chaque courbe est tracée à entropie constante (la variation
dentropie entre deux courbes adjacentes vaut AS/kB = 1). Droite: équation
détats molle", Gauche: équation d'états "dure". La zone spinodale est
également représentée en trait gras sur ces figures. Les zones d'instabilité
isentropique (ligne continue) et isotherme (ligne pointillée) sont également
représentées dans les deux graphiques.
d'une équation d'état dans les noyaux. Le lien entre cette équation d'état et la
dynamique collective sera ensuite étudié.
4.2.3 Equation d'état dans les systèmes finis
L'équation d'état requiert de définir l'ensemble des variables macroscopiques
pertinentes Comme nous l'avons vu, des grandeurs telles que la température
1énergie ou 1entropie sont parfaitement définies dans le cadre du champ moyen(équation (2.14) et (2.15)). Dans ce cas, la matrice densité àun corps contient
toute 1information sur le noyau. Lorsqu'une expansion auto-similaire d'un noyau
sphérique est supposée, comme c'est souvent le cas dans la description des noy
aux chauds[Poc97], un paramètre tel que la densité au centre du noyau ppermet
de définir 1espace des configurations qui lui sont accessibles. Dans ce cas une
analogie peut être faite avec la matière nucléaire infinie donnant à nouveau une
équation détat E= E(p, S). La méthode permettant d'obtenir une telle relation
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dans le cadre du champ moyen est présentée dans cette section[Lac98-2].
Champ moyen et noyaux sphériques
Lorsque la symétrie sphérique est imposée dans des noyaux saturés en spin et en
isospin, chaque fonction d'onde à un corps se décompose en une partie radiale,
une partie angulaire et une partie spin-isospin :
^(f,a,r) =MdYlm(e,<p)Xs(o-)Xt(T) (4.13)
r
où a représente tous les nombres quantiques : a —(n,l,m,s,t) , dans lequel n
est le nombre quantique principal, (/, m) sont les nombres quantiques associés au
moment angulaire (les Yim étant les harmoniques sphériques) et (s, t) caractérisent
la quantification du spin et de l'isospin.
L'exploration de l'espace des phases accessible au noyau requiert de définir
des noyaux dans des conditions diverses de température et de compression. Les
noyaux à température finie sont obtenus en imposant une statistique de Fermi-
Dirac sur les nombres s'occupation na (équation (2.16)) des différentes orbitales
en ajustant le potentiel chimique p afin de conserver le nombre de particules.
Compte tenu des symétries et de la saturation en spin et en isospin, l'énergie des




Il existe principalement deux méthodes illustrées dans la figure (4.3) pour définir
des noyaux plus ou moins comprimés :
1. Méthode Hartree-Fock contraint (HFC) : cette méthode standard
[Rin81] consiste à ajouter une contrainte au hamiltonien nucléaire et à
résoudre les équations de champ moyen obtenues par la minimisation de
l'énergie sous contrainte. L'obtention des systèmes plus ou moins com
primés peut se faire en ajoutant un champ extérieur harmonique Àr2 plus
ou moins fort4. L'équation HFC sur la partie radiale, s'écrit dans ce cas :
-h2 d h2l(l+l)
2m dr2 2mr2 }+ " ' ' + U[p] (r) + Ar2 \ ^{r) = £n^((r). (4.15)
Afin de résoudre cette équation auto-consistante dans les noyaux sphériques,
une méthode de diagonalisation itérative a été utilisée (voir annexe C-l).
4Ce potentiel peut être vu comme un multiplicateur de Lagrange ajouté au principe varia
tionnel (2.4) afin de contraindre le rayon quadratique moyen (rms).
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Figure 4.3: Illustration des méthodes standards d'initialisation de noyaux dans
des conditions diverses de compression et de température (ou d'entropie). Droite:
méthode de Hartree-Fock contraint, dans ce cas un potentiel extérieur d'intensité
variable est ajouté au champ moyen. Gauche: méthode de transformation ho-
mothétique, dans ce cas, les profils de densité des noyaux ayant une entropie
constante s'obtiennent les uns par rapport aux autres par une homothétîe. Une
discussion de ces deux méthodes dans le cadre des mouvements de petite ampli
tude peut être trouvée dans la référence [Tre81].
La théorie HFC est particulièrement adaptée lorsqu'on désire un ensemble
de noyaux ayant une même température (isothermes) mais l'est moins pour
des conditions initiales isentropes (S = ete). En effet, imposer une entropie
constante demande un ajustement de la température pour chaque condition
initiale. De plus, l'application d'une trop grande contrainte conduit à la
formation de noyaux bulles qui, bien qu'intéressants, ne sont pas les noyaux
recherchés. Finalement, le système ne peut être dilaté car l'application
d'un Anégatif est numériquement instable. Des méthodes existent afin de
dépasser ces limitations mais elles ont une efficacité limitée pour atteindre
des basses densités
2. Méthode de transformation homothétique (MTH) : Dans les diffé
rentes simulations effectuées, une méthode plus flexible a été utilisée afin
d'obtenir des noyaux dilatés ou comprimés ayant une même entropie. Cette
méthode consiste à initialiser tout d'abord un noyau à température finie
par la méthode de Hartree-Fock contraint avec un potentiel extérieur petit
Ar (A = 0.25 MeV/fm2) afin de traiter approximativement les états du
continuum. Une homothétîe de paramètre Sest ensuite appliquée à chaque
fonction d'onde du noyau :
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en prenant des nombres d'occupation constants afin de garder l'entropie
constante (expression (2.15)). La compression est mesurée par le facteur
n - p/Po = S 3, où les diverses densités sont les densités moyennes au
—
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centre du noyau (dans notre cas, la moyenne est faite dans une sphère de 2
fm) et où po est la densité au centre du noyau stable.
Cetteseconde procédure permetd'explorer l'ensembledes configurations ayant
une entropie donnée, en supposant, comme dans les modèles schématiques d'ex
pansion, queles profils dedensité accessibles peuvent s'obtenirles unspar rapport
aux autres par une simple homothétîe.
Equation d'état dans l'197Au
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Figure 4.4: Gauche: profil de densité d'un noyau d'or (197Au) à température nulle
et sans compression (obtenu avecla force "molle"). Droite: potentiel associé avec
(ligne continue) ou sans le potentiel coulombien (ligne pointillée).
L'utilisation de la méthode de transformation homothétique permet d'explorer
l'ensemble des configurations des noyaux avec des facteurs de compression divers
et des entropies diverses. A chacune de ces configurations, on peut associer une
énergie E = E (rj = p/po,S) permettant ainsi de définir une équation d'état pour
les systèmes finis. La figure (4.4) donne un exemple de profil de densité obtenu
par la méthode de Hartree-Fock pour le noyau d'197Au à température nulle et sans
contrainte, tandis que l'équation d'état associée est représentéedans la figure (4.5)
pour les deux forces considérées. Cette équation d'état montre des différences
importantes avec le système infini. Tout d'abord, l'énergie E0/A du noyau à
l'équilibre vaut environ -8 MeV et est donc très différente du cas infini (~ —16
MeV). De plus, la courbure de l'isentrope prés de ce point est beaucoup plus
"molle", laissant présager une réponse plus faible à une petite compression. Ces
deux effets sont le résultat direct de l'interaction coulombienne et de la présence
de l'énergie de surface dans les noyaux.
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SOFT EOS HARD EOS
P/Po P/Po
Figure 4.5: Equation d'état E = E(plp0,S = de) d'un système fini (197Au).
Chaque courbe correspond à S/kB = de. Gauche: équation d'état "molle".
Droite: équation d'état "dure".
4.2.4 Lien entre l'équation d'état et la dynamique d'expansion
L'équation d'état obtenue par dilatation et compression d'un noyau peut être une
source d'informations sur la dynamique d'expansion de celui-ci. Afin de clarifier
le lien entre équation d'état et dynamique, un modèle simple de mouvement
collectif monopolaire est illustré : le modèle de Tassie.
Le modèle de Tassie
En supposant que les profils de densité atteints lors de l'évolution s'obtiennent
effectivement par une simple homothétie les uns par rapport aux autres, la
dynamique du système peut être simulée par une transformation sur les coor
données[Ber94] :
*(*) = (1 + Q(t))r(t0)
v(*)= Q(t)r(t0) (4.17)
où Q(t) est une variable collective (cette transformation est l'équivalent de la
méthode de transformation homothétique, figure (4.3)). L'utilisation du champ
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de vitesse (4.17) permet d'exprimer l'énergie cinétique du mouvement collectif :
T=l-jmpv2dr=l-mA{r2)Q2=l-M*Q2. (4.18)
Près du point d'équilibre, l'énergie potentielle peut, en négligeant la contribution
de la surface, s'écrire comme Epot = E0 + %- (Sp2/p), Sp étant la variation de
densité au centre . En utilisant le fait que la densité de transition de Tassie au
premier ordre en Q (t) s'écrit :
Sp (t) =p(t)~P (to) =-Q (t) (r^^- +3p (r, to)) . (4.19)
l'énergie potentielle du mouvement collectif devient :
V«) =/ffp^-)*-£/*./>(r,*)*r.\AKJf. (4.20)
Finalement, on obtient l'énergie totale d'un oscillateur harmonique
\m*q2 +\
donnant une fréquence monopolaire hu = y/K^/m (r2) oc 100 A-1/3 MeV. Cette
expression donne une dépendance correcte de la fréquence en fonction de la
taille du système. Toutefois, le modèle est trop simple pour prédire l'énergie
du mode collectif. En particulier, le paramètre K^, qui caractérise la réponse
du noyau à une excitation monopolaire, doit prendre en compte les variations
locales de la densité dans le noyau et ne se relie pas de façon simple au mod
ule d'incompressibilité de la matière nucléaire infinie[Bla81, You97]. Une telle
réponse, comme nous l'avons vu dans l'étude des modes collectifs, peut être
étudiée dans le cadre de la RPA (figure (3.7) et figure (3.12)).
Construction schématique de la dynamique collective
Ce modèle permet également de comprendre comment l'équation d'état peut
être utilisée pour étudier la dynamique d'expansion. En effet, les densités max
imales et minimales sont celles qui annulent l'énergie cinétique collective. Dans
une approche microscopique telle que les théories de champ moyen, l'entropie et
l'énergie totale sont conservées au cours de l'évolution et la condition d'annulation
de l'énergie cinétique collective est obtenue aux points d'intersection des courbes
E = de et S = de dans l'équation d'état. Ceci rend possible l'utilisation d'une
construction schématique sur l'équation d'état permettant, à partir d'une condi
tion initiale donnée de trouver l'amplitude de l'expansion ainsi que les points de
rebroussement des densités atteintes lors de la dynamique. Une telle construc
tion est illustrée dans un noyau de masse A == 191 et ayant une entropie initiale
S/kB = 0.44 (figure (4.6)).
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Figure 4.6: Construction schématique permettant une estimation de l'amplitude
d'expansion d'un noyau de masse A = 191 ayant une entropie S/kB —0.44. Le
point de rebroussement est obtenu au point d'intersection de la courbe S = de
et E = de.
Conclusion
Cette section a permis de relier la notion d'équation d'état avec les théories
microscopiques dans les noyaux. La connaissance de cette équation est l'un des
objectifs des réactions entre ions lourds au cours desquelles on chercheà explorer
le diagramme de phase des noyauxpour obtenir des renseignements sur la matière
nucléaire dense et chaude. Dans ce contexte, la dynamique de création et de
désexcitation des noyaux chauds est souvent représentée comme un chemin dans
ce diagramme de phase (illustration (4.1)) et une approche schématique de la
phase d'expansion est utilisée [Fri88, Pap94].
Cette approche donne toutefois une vision très simplifiée des noyaux en ex
pansion. Afin d'aller au delà de cesmodèles schématiques, l'expansion est étudiée
grâce à TDHF dans la suite de ce chapitre. Ainsi, il est montré que la dynamique
des fonctions d'onde dans un potentiel effectif peut conduire à une évolution
complexe du noyau. Cette dynamique complexe ne peut être comprise qu'en
généralisant l'équation d'état présentée dans cette section. L'organisation du
système en modes collectifs, les effets de surface et l'évaporation seront en parti
culier discutés.
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4.3 Dynamique de champ moyen
Le champ moyen dépendant du temps, en permettant un traitement statistique
des degrés de liberté à un corps, est adapté à l'étude de la dynamique des systèmes
soumis à différentes conditions de pression et de température. Cette section
présente l'évolution des noyaux initialisés par une méthode de transformation
homothetique. La complexité de la dynamique collective des systèmes finis est
tout d'abord illustrée. L'existence de plusieurs modes collectifs dans la réponse
monopolaire nous amènera à proposer une seconde généralisation des équations
d'état dans les systèmes finis afin de prendre en compte la multiplicité des vari
ables collectives. L'expansion sera ensuite étudiée plus systématiquement[Lac98-2,
Lac98-3].
4.3.1 Dynamique TDHF et modes collectifs
L'évolution des fonctions d'onde radiales Rni(r, t) par le champ moyen s'écrit :
.+ dRni(r,t) (-h2 d h2l(l+l) TT... An , . ,AnnS
^-^i ={^^+^Fi +^ H(M)}^(M) (4.22)
où U [p] est le champ moyen auto-consistant qui dépend du temps à travers la
densité. Les méthodes de résolution des équations dynamiques sont présentées
en annexe C-2. Dans les simulations de cette section, la méthode donnée par
l'équation (C.7) a été utilisée pour la propagation en temps avec un pas At = 0.75
fm/c. Une taille de réseau de 300 fm a été retenue afin d'éviter la réflexion des
particules évaporées au bord du réseau (le pas étant Ar = 0.2 fm).
Un exemple d'évolution en temps des profils de densité d'un noyau de masse
A = 191 et d'entropie initiale S/kB = 0.44 (qui correspond à la construction
schématique de la figure (4.6)) est représenté sur la figure (4.7). L'évolution
de la densité centrale correspondante est donnée dans la figure (4.8). Sur cette
figure, deux densités moyennes sont représentées, la première (ligne continue)
donne la densité moyennée dans une sphère de 2 fm tandis que pour la seconde
(ligne pointillée), la moyenne est faite sur une sphère de 5 fm. Seule la seconde
présente des oscillations proches d'un mouvement harmonique. Une dynamique
plus complexe est observée pour la densité moyennée sur une sphère plus petite.
En particulier, on constate que le minimum de cette densité est atteint pour des
temps relativement longs (~ 200 fm/c). Cette dynamique complexe résulte de la
tendance à former des noyaux bulles lors de la dynamique5. Ces noyaux bulles,
ne peuvent s'obtenir à partir d'une simple transformation homothetique de la
5Cet effet n'est pas dû à l'interaction coulombienne comme dans la référence [Bor93]. En
effet, si l'interaction coulombienne est enlevée, l'effet persiste.
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Figure 4.7: Profils de densité (courbe continue) à divers temps, obtenus en
résolvant l'équation TDHF pour un noyau de masse A= 191 et d'entropie ini
tiale S/kB = 0.44 (interaction "molle"). Les lignes pointillées montrent le résultat
d une régression obtenue en supposant avoir une densité de Thomas-Fermi. Les
lignes pointillées-long donnent le résultat d'une régression obtenue en supposant
que la densité est la somme de deux distributions de Thomas-Fermi.
densité initiale. Afin de mettre en évidence ce point, une régression utilisant une
distribution de type Thomas-Fermi a été effectuée sur les profils de densité :
PF(r,t) = P(t)l+exp(^fi) (4.23)
Les résultats des régressions sont représentés dans la figure (4.7) (lignes pointillées).
La régression est relativement bonne au temps initial. Si on suppose une expan
sion auto-similaire, le résultat de la régression devrait être tout aussi correct lors
de l'évolution. La différence qui existe entre le la densité de Thomas-Fermi et
la densité réelle au temps t = 108 fm/c, montre à quel point une expansion
auto-similaire ne correspond pas aux prédictions des modèles microscopiques.
Lapparition de trou au centre ne peut être comprise qu'en étudiant les modes
collectifs se développant au cours du temps dans le noyaux.
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Figure 4.8: Evolution de la densité moyenne au centre d'un noyau de masse
A —191 et d'entropie initiale S/kB = 0.44. Ligne continue: densité moyennée
dans une sphère de 2 fm. Ligne pointillée: densité moyennée dans une sphère de
5 fm.
Fragmentation de Landau et noyaux bulles
La réponse collective du noyau peut être étudiée en utilisant la transformée de
Fourier p(r,oj) de la densité locale p(r,t). En pratique, cette transformée de
Fourier a été effectuée jusqu'à un temps t = 1500 fm/c et donne une résolution
en énergie de 0.13 MeV. Les contours de cette réponse spectralesont tracés sur la
figure (4.9) pour diverses compressions initiales du noyau de masse A = 191. On
peut constater sur cette figure que plusieurs modes collectifs correspondant à des
fréquences bien définies se développent au cours du temps. On retrouve le mode
de vibration monopolaire à 12.5 MeV (ainsi que son deuxième phonon autour de
2 x 12.5 = 25 MeV), mais aussi deux pics nettement marqués à 17 et 20 MeV.
La présence de plusieurs pics collectifs dans la réponse monopolaire, en raison
de la fragmentation de Landau, a déjà été observée dans l'étude du mouvement
de petite amplitude du 40Ca (figure (3.7)) et est attendue dans la plupart des
noyaux[Cho87]. L'approche dynamique est toutefois plusgénérale que la RPA car
elle contient, en particulier, la non-linéarité du champ moyen. Ainsi, l'étude de
diverses contraintes permet de tester l'existence d'anharmonicités et de couplage
entre les différents modes. La figure (4.9) montre que les fréquences sont à peu
prés constantes lorsque la contrainte change tandis que l'amplitudedes pics n'est
pas une fonction linéaire de la perturbation initiale, ce qui signifie qu'il existe
des non-linéarités et des couplagesentre les modes mais que ces couplages restent
faibles. Si on regarde en détail la structure radiale de ces transformées de Fourier,
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Figure 4.9: Transformée de Fourier p(r,u) de p(r, t). De bas en haut, les facteurs
de compression/dilatation initiaux r, =0.8,1.0 et 1.2 ont été appliqués au noyau
de masse A= 191 et d'entropie S/kB = 0.44.
on peut noter que les densités de transition sont légèrement modifiées par le
changement de la perturbation initiale. Ceci est illustré dans la figure (4 10) où les
probabilités de transition p(r,u) sont représentées pour les modes %u = 12 MeV
et nu =17 MeV pour deux conditions initiales différentes. Dans cette figure, on
voit clairement que la résonance géante monopolaire à 12 MeV est plus robuste
que celle a 17 MeV pour laquelle une contribution à l'intérieur du noyau est
observée aux grandes amplitudes. Ces facteurs de forme expliquent comment des
formes complexes peuvent être observées dans le noyau : les différentes structures
nodales et les battements entre modes collectifs pouvant conduire à la formation
d un trou au centre du noyau.
La fragmentation de Landau, bien connue dans la résonance géante monopo-
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laire, n'est pas prise en compte dans un modèle d'expansion homothetique. En
particulier, les battements entre les modes collectifs permettent d'atteindre lo
calement des densités plus basses que celles prédites par un modèle schématique.
En effet, à faible entropie, partant d'un système dilué à p = 0.8/9O, il est impos
sible d'envisager une densité plus basse lors de l'évolution en utilisant l'équation
d'état (figure (4.6)), tandis que la densité minimale atteinte dynamiquement est
plus basse : p= 0.4/90- Ce phénomène peut donc jouer un rôle important dans le
développement d'instabilités censées intervenir dans les régions de basse densité.
De plus, les temps caractéristiques d'expansion peuvent également être mod
ifiés. Le temps nécessaire à un noyau initialement comprimé pour atteindre sa
densité minimale est donné par la demi-période d'une oscillation dans un modèle
schématique (50 fm/c) tandis que la dynamique de champ moyen donne 200fm/c.
Figure 4.10: Densités de transition p(r,u) pour %u = 12 MeV (ligne continue)
et hu = 17 MeV (ligne pointillée) tracées pour deux compressions initiales à
entropie constante S/kB = 0.44.
Equations d'état généralisées
Lorsqu'une dynamique collective complexe est présente, l'espace des phases ac
cessible au système ne peut être décrit par le seul paramètre macroscopique p.
Les équations d'état doivent alors être généralisées afin de prendre en compte
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Tableau 4.2: Différentes valeurs de a(t) et p(t) obtenus par régression sur les
profils de densité du noyau de masse A= 191 à divers temps.
l'existence de plusieurs variables collectives. Une telle généralisation est illustrée
dans cette section.
L'extension de la méthode de transformation homothetique requiert l'intro
duction d'au moins deux variables macroscopiques pour définir le profil de la
densité. Ces deux variables, notées a et p peuvent être introduites en utilisant
la paramétrisation suivante des profils de densité :
p(r,t) = A Pi •a(tf + P2lP(tf1+exp (S2Gb&) 1+exp (!#g=&) (4.24)
Dans cette expression, Aest fixé de manière àconserver le nombre de particules.
Les coefficients Pi, Ri and a{ sont optimisés afin de reproduire la densité au temps
t - 108fm/c (qui est le premier point de rebroussement dans la région de basse
densité). px, R1 et ax valent respectivement 0.0826/ra"3, 3.09/m et 0.598/m
tandis que p2, R2 et a2 sont égaux à 0.1354/m"3, 6.98/m et 0.528/m. Avec
cette paramétrisation, la dynamique totale est réduite à celle des deux variables
collectives a(t) et p(t). Si a(t) est inférieur à 0, le noyaux présente un trou en
son centre tandis que s'il est supérieur à zéro, il présente une bosse. Comme p2
est très supérieur à px, le paramètre p peut approximativement être vu comme
une compression globale du noyau (p > 1correspond àune dilatation tandis que
P< 1donne une compression). Les résultats des régressions sur les densités sont
représentés en ligne pointillés-longs sur la figure (4.7) tandis que les valeurs de
a et p correspondantes sont reportées dans la table (4.2). Les profils de densité
sont très bien reproduits par la paramétrisation (4.24), la dynamique totale peut
donc être schématiquement remplacée par l'évolution des deux paramètres a et
P qui jouent le rôle de variables collectives généralisées.
L'espace des phases accessible devient alors l'ensemble des profils de densité
paramétrées par (4.24). La connaissance du profil de densité uniquement ne
permet pas de calculer l'énergie totale du système. Toutefois une valeur approchée
peut être obtenue en utilisant la théorie de Thomas-Fermi étendue afin d'estimer
les énergies potentielle et cinétique. Dans cette théorie, deux termes correctifs
ont ete ajoutes à l'expression de Thomas-Fermi usuelle [Bra85] afin de prendre
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en compte des corrections quantiques :
h2 ( 1 (Vp(r)fEK(r) = ETF(r) + 2m \36 p(r) + 3A/=>(r) (4.25)
A température nulle, Etf prend la forme (4.11), l'énergie totale étant calculée
en utilisant la fonctionnelle de Skyrme (4.2) et en intégrant sur l'espace r. On
obtient ainsi une équation d'état généralisée E = E(a,P,S = 0) (figure (4.11)).
Différents puits de potentiel séparés par des barrières (de l'ordre de 1 —2 MeV)
Figure 4.11: Equation d'état E = E(a,P, 5 = 0) généralisée incluant les noyaux
bulles: énergie en fonction des paramètres (ct,p), a inférieur à zéro correspond
à un noyau ayant un trou au centre tandis que a supérieur à zéro correspond à
une bosse au centre. P > 1 (resp. P < T) signifie une compression (resp. une
dilatation).
sont présents à des énergies très proches les unes des autres. Ces trois puits de po
tentiels correspondent respectivement à un noyauayant un trou au centre (a < 0),
un distribution de Thomas-Fermi (a = 0) et un noyau ayant une bosse au centre
(a > 0). La forme de la surface E(S = 0) laisse présagerune évolution complexe
pouvant bifurquer d'un puits de potentiel à un autre. En effet, l'évolution TDHF
du systèmepeut être représentée dans cet espace en suivant les paramètres (a, P)
en fonction du temps (voir figure (4.12)). Cette figure montre à nouveau à quel
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Figure 4.12: Chemin dans l'espace des phases (a,P) de l'évolution TDHF Les
contours en énergie à -8, -7, -6, -5, -4 MeV sont également représentés.
point la dynamique ne peut être réduite à une simple expansion homothetique
pour laquelle a ~ 0.
Conclusion
L'exemple de l'évolution d'un noyau initialement dilaté et chaud àpermis d'illu
strer comment les modes collectifs interviennent dans TDHF. Ainsi, l'utilisation
d'un modèle microscopique a mis en évidence l'effet de la fragmentation de Lan
dau sur la dynamique d'expansion. Nous avons montré que le battement entre
plusieurs modes collectifs peut conduire à une dynamique complexe qui n'est
pas prise en compte dans une approche simple de la phase d'expansion. Une
telle dynamique a été observée dans les calculs de champ moyen jusqu'à des
températures initiales de 4- 5 MeV. Lorsque la température est supérieure, de
nombreux niveaux àun corps sont occupés partiellement et la dynamique semble
alors moins complexe. Dans la suite de ce chapitre, l'étude de températures plus
hautes permettra d'illustrer cette situation et de discuter l'effet de l'évaporation
sur l'expansion.
4.4 Expansion des noyaux chauds
Lorsque l'énergie d'excitation initiale du noyau augmente, on s'attend àce que la
dynamique d'expansion résulte d'un effet combiné des mouvements collectifs etdu
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refroidissement du noyau par évaporation. Dans cette section, l'étude présentée
précédemment est étendue à des noyaux dans des conditions d'excitation plus
élevées[Lac98-1, Lac98-2]. L'expansion de noyaux comparables à ceux pouvant
être obtenus après le pré-équilibre dans des expériencesfaites sur ALADIN [Poc95]
est tout d'abord discutée. Dans ces expériences, l'utilisation de méthodes de
calorimétrie nucléaire basées sur la production relative des fragments légers, per
met de définir une courbe calorique pour les réactions entre ions lourds [Poc97].
Cette courbe, définie comme l'évolution de la température en fonction de l'énergie
d'excitation par nucléon, est actuellement controversée [Ma97]. Néanmoins, en
utilisant un modèle simple d'expansion collective, Papp et Nôrenberg [Pap94] ont
interprété cette courbe comme une signature des propriétés du noyau au minimum
de la densité atteinte lors de l'expansion. L'utilisation d'un modèle microscopique
permettra de discuter cette interprétation. De plus, une étude plus systématique
de la dynamique d'expansion vers les basses densités sera présentée dans le 40Ca.
Cette étude permettra de définir des grandeurs caractéristiques de la réponse du
noyau aux effets de compression et à l'excitation thermique.
4.4.1 Illustration des mouvements de grandes amplitudes
Conditions initiales
Afin de définir un cadre réaliste dans l'étude présentée, des noyaux compara
bles à ceux obtenus après pré-équilibre dans une réaction de fragmentation d'un
noyau d'or à 600 MeV/A d'énergie incidente[Poc95] sont considérés. Pour se
faire, le modèle d'abrasion-ablation a été utilisé[Gai91] afin d'obtenir des condi
tions initiales d'excitation, de dilution et de masse réalistes. Dans ce modèle,
après la collision, le projectile de masse A a perdu AAi nucléons et a une énergie
d'excitation E* reliée à AAi par E* —7AAi (avec 7 = 13.3MeV). De la même
manière que dans la référence [Pap94] les noyaux sont supposés initialement di
latés : n = p%/po (Ai) —0.8. Nous ne considérerons ici que quatre exemples typ
iques Ai = A —AAi = 191, 150, 111 et 89. Dans chacun des cas, la température
initiale est ajustée de sorte à avoir l'énergie d'excitation correspondante. Les
entropies correspondantes Si et les densités de saturation p0 (Ai) sont respective
ment reportées dans les tableaux (4.3) et (4.4). Dans les diverses applications, les
deux forces "molle" et "dure" ont été utilisées. La figure (4.13) montre les profils
de densité initiaux correspondant à r\ = 0.8. Pour chaque condition initiale, la
courbe à S = de peut être tracée par la méthode de transformation homothetique
et une construction schématique permet d'estimer l'amplitude d'expansion ainsi
que le minimum de la densité centrale atteinte (figure (4.14)).
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Tableau 4.3: Entropies initiales des divers noyaux considérés.










Tableau 4.4: Densités initiales des différents noyaux considérés.
Dynamique de champ moyen et évaporation
La densité minimum effectivement atteinte est obtenue en considérant l'évolution
de la densité centrale (figure (4.15)). Contrairement àla construction schématique,
lors de 1évolution, l'énergie totale et l'entropie du noyau composé ne sont pas
conservées a cause de l'évaporation. Ce processus d'évaporation peut être quan
tifie en considérant, comme dans la référence [Cho87], que l'espace est séparé en
deux parties :
^ i) une sphère de rayon 15 fm centrée sur le noyau. Tout nucléon appartenant
a cette sphère sera considéré comme un nucléon du noyau.
ii) le reste de l'espace contenant les particules évaporées.
L'évolution de la masse et de l'entropie des différents noyaux est donnée
dans la figure (4.16). En particulier, on peut remarquer que lorsque l'énergie
dexcitation initiale augmente, le taux de particules évaporées devient important
et cet effet ne peut plus être négligé.
Une comparaison des densités minimales atteintes dans TDHF et la construc
tion schématique ainsi que celles de la référence [Pap94] est donnée dans le tableau(4.5). De nouveau, une construction schématique n'est pas capable de prédire la
dynamique correcte. En particulier, une expansion auto-similaire conduit à une
vaporisation totale tandis que dans TDHF le noyau est refroidi par évaporation
lors de 1expansion, rendant possible la survie d'un noyau résiduel. Les résultats
obtenus dans TDHF et dans le modèle collectif de la référence [Pap94] mon
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Figure 4.13: Densités initiales correspondant à une dilatation n = 0.8. Gauche:
une interaction effective "molle" est utilisée. Droite: une interaction effective
"dure" est utilisée.
4.4.2 Etude systématique de l'expansion d'un 40Ca
Les différents exemples présentés jusqu'à maintenant ont permis de souligner
les effets importants intervenant dans d'expansion tels que la fragmentation de
Landau et l'évaporation. Afin d'étudier systématiquement la réponse d'un noyau
à la compression et à l'excitation thermique à travers la dynamique d'expansion,
deux quantités peuvent être considérées :
• la valeur du minimum de la densité centrale atteinte lors de la dynamique
(notée pmin). Cette quantité donne une mesure de l'amplitude de l'expansion
vers les basses densités. Celle-ci joue un rôle particulier lorsque la décom
position spinodale est discutée.
• le temps nécessaire pour atteindre cette densité (noté imin)- Pour une os
cillation harmonique de la densité centrale, ce temps est directement égal
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Figure 4.14: Construction schématique des points de rebroussement pour les
diverses conditions initiales considérées. Les conditions initiales sont symbolisées
par des croix tandis que les points de rebroussement sont représentés par les
cercles.
à la moitié de la période de vibration.
7 ^P°^tenients de ces de*x quantités sont illustrés dans cette section
pour le Ca. Pour le potentiel, une interaction de Skyrme volontairement sim
plifiée a ete retenue : seuls les termes t0, t3 et a sont non nuls, respective
ment égaux a -1000 MeV fm3, 15000 MeV fm6 et a = 1 [Str79] Dans la
matière nucléaire infinie, ces paramètres donnent une énergie au point d'équilibre
de LoiA = -UMeV, une densité de saturation pQ = 0.15/m~3 et un module
dincompressibilité K„ = 336.2MeV. De plus, la densité au point d'entrée dans
la zone spmodale atempérature nulle vaut 0.1/m"3. Cette force ne contient pas
de terme de surface. Comme nous le verrons par la suite, ce choix aété dicté afin
de faciliter la comparaison avec les calculs semi-classiques. Les effets qualitatifs
que nous discuterons sont indépendants du détail de la force.
Pour cette étude systématique, un ensemble de conditions initiales à S=de
est obtenue par la méthode de transformation homothetique (quatre entropies
seront considérées S/kB = 0, 1.1 , 2.35 et 3.28). L'évolution de chaque condi
tion initiale est ensuite simulée grâce aux équations TDHF, donnant accès aux
quantités Pmia et t^.
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Figure 4.15: Evolution de la densité centrale pour les masses A = 191,150,111
et 89.4.
Amplitude de l'expansion
La figure (4.17) donne lavaleur du premier minimum de ladensité /Wi en fonction
de la densité initiale pinit. Pour une entropie donnée, cettecourbe présente deux
branches. La première (à basse densité) correspond à des systèmes initialement
dilatés. Dans ce cas, pmin = pinit car le système se comprime immédiatement
lors de l'évolution. La seconde branche à haute densité initiale donne l'amplitude
de l'oscillation monopolaire en fonction de la compression initiale. Le fait que
cette seconde courbe semble linéaire, même aux très grandes amplitudes, est sur
prenant dans la mesure où elle représente un mélange de l'effet de compression,
Soft EOS (SkM*
Prma/pO Pmin/pO Pmin/PO












Tableau 4.5: Comparaison entre les différents points de rebroussement obtenus
dynamiquement, par une construction schématique et dans la référence [Pap94].
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Figure 4.16: Evolution de la masse et de l'entropie en fonction du temps pour les
diverses conditions initiales considérées.
de 1excitation thermique, de la dynamique non linéaire et de l'évaporation On
peut en particulier, noter que le point d'intersection de ces deux courbes corre
spond au point d'équilibre à une entropie donnée et que la pente de cette courbe
dans la région de haute densité représente une mesure de la réponse du système
Ainsi, plus cette droite a une pente raide et plus la réponse du système à une
compression est forte. Finalement, le point où Pmin tombe à zéro donne une
mesure de la résistance maximale à la compression. En effet, pour ce point le
noyau se vaporise complètement (ou passe par un noyau bulle).
Ainsi, le graphique (4.17) offre une vision globale sur le point de rebroussement(point de densité minimale atteinte) d'un noyau ayant initialement une entropie
et une compression donnée. En particulier, on peut constater que comprimer un
noyau nest pas la seule méthode pour atteindre des densités basses. En effet en
gardant la densité initiale égale à la densité de saturation, l'augmentation de la
température conduira àdes densités au point de rebroussement de plus en plus
petites.
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Figure 4.17: Densité centrale au maximum de dilution (point de rebroussement)
en fonction de la densité initiale pour un noyau de 40Ca. Chaque ensemble de
points correspond à un ensemble de conditions initiales isentropes obtenues par
la MTH (de haut en bas, S/kB = 0 (x), 1.1 (o), 2.35 (n) et 3.28 (o)).
Période de vibration monopolaire
Le temps trmn nécessaire pour atteindre la densité /w est représenté dans la fig
ure (4.18) en fonction de la densité initiale. La courbe correspondant à S/kB = 0
montre que ce temps est à peu près indépendant de la compression initiale dans
cecas. Un tel comportement, quiest équivalent à une approximation harmonique
de la réponse collective, est également surprenant dans la mesure où des mouve
ments de très grandes amplitudes sont étudiés. Lorsque la compression initiale
est très forte, le système se vaporise et le temps t^âa devient brutalement infini.
Pour desentropies différentes de zéro, le tempstmin augmente avec la compression
initiale. Supposant que t^n est directement relié à la demi période de la vibra
tion monopolaire, le comportement de celui-ci met en évidence une très forte
anharmonicité pour les systèmes chauds.
Conclusion
Les deux quantités /w^t *mm permettent de connaître les propriétés globales
du noyau en expansion vers les régions de basse densité. En particulier, l'étude
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systématique du 4°Ca permet d'illustrer comment la réponse et la résistance du
noyau a des conditions de température et de pression variables sont directement
connectées au comportement de ces deux grandeurs.
Cette étude systématique permet de compléter la discussion des propriétés
dexpansion des systèmes fortement excités dans le cadre des théories quantiques
de champ moyen. Cependant, lorsque la température des systèmes nucléaires
augmente, 1étude des résonances géantes a montré que l'effet des collisions en
tre nucléons devient important et des théories de champ moyen étendu doivent
être introduites Jusqu'à présent seules des théories de transport semi-classiques
ont pu être appliquées à l'étude des noyaux en collisions en tenant compte des
corrélations. Toutefois, on s'attend à ce que l'utilisation des modèles semi-
classiques en négligeant certains aspects quantiques, modifie les propriétés d'ex
pansion des noyaux chauds. Une étude comparative des théories de champ
moyen quantiques et semi-classiques, présentée dans la section suivante, mon
tre les différences parfois importantes entre ces deux approches.
110
Noyaux chauds et champ moyen : aspects statiques et dynamiques
4.5 Noyaux quantiques et Noyaux semi-classiques
Face à la complexité des approches quantiques allant au delà du champ moyen,
les théories semi-classiques sont actuellement utilisées pour décrire les collisions
entre ions lourds[Ber88, Bon94]. Toutefois, on peut s'inquiéter de l'absence de
certains aspects du noyau. En effet, la nature quantique du noyau permet de
justifier l'application du champ moyen notamment à basse énergie. On s'attend
à ce que des propriétés telles que la délocalisation et la dynamique des fonctions
d'onde, la transmission de barrières influencent l'évolution et la désexcitation
des systèmes chauds et comprimés. Il est donc important d'estimer dans quelle
mesure les approximations semi-classiques modifient l'évolution dans ce cadre.
Les approches quantiques et semi-classiques ont déjà été comparées dans de
nombreux travaux en considérant soit des dalles de matière nucléaire semi-infinie
soit directement des noyaux [Gre87, Gre87-2]. Toutefois, jusqu'à présent au
cune étude systématique n'a été faite dans le cadre des noyaux chauds. Dans
cette section, reprenant l'étude du 40Ca, une comparaison systématique des car
actéristiques des noyaux chauds avec les approches semi-classiques est présentée
[Lac98-1]: effet de la température sur les conditions initiales, équation d'état, ex
pansion radiale de petite et grande amplitude, évaporation de particules, différents
temps associés...
4.5.1 Scénario de comparaison
Afin de comparer des calculs semi-classiques équivalents aux calculs quantiques
du 40Ca, l'équation de Vlasov (2.74) a été utilisée avec la mêmeforce de Skyrme6
(t0 = -1000 MeV fm3, i3=15000 MeV fm6 et a - 1) et des noyaux initialement
dans des conditions de compression et de température diverses sont obtenus en
suivant la même démarche que dans les calculs quantiques. Ainsi, deux méthodes
existent :
1. Méthode de Thomas-Fermi contraint : Dans cette méthode, une so
lution auto-consistante[Rin81]
stg -ns l (jPfH + gXg> + Xr2 + VCoulomh -p\ y1f(r, p, T) = I exp I - I + 11 (4.26)
de la fonction de distribution semi-classique est obtenue sous une contrainte
extérieure Xr2. Comme dans la théorie de Hartree-Fock contraint, cette
6Toutefois, comme nous le verrons, les méthodes numériques des calculs semi-classiques
introduisent un terme de surface dans le champ moyen. Des calculs quantiques avec un terme
de surface équivalent seront également considérés dans la suite.
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méthode permet d'initialiser des noyaux plus ou moins comprimés dans des
conditions de température diverses. Une méthode numérique permettant
d'obtenir une solution particulièrement stable est présentée en annexe C-4.
2. Méthode de transformation homothetique : la méthode de Thomas-
Fermi contraint présente les mêmes limitations que dans les simulations
quantiques. Toutefois, une méthode homothetique peut être utilisée en
appliquant une homothétie de paramètre 8 sur / :
fnevJ(r,P,S) = f(f/S,pxS,S)
qui est l'équivalent de la transformation (4.16) sur les fonctions d'onde.
Etant donné que cette transformation conserve le volume élémentaire de
l'espace des phases (PrcPp/h3, l'entropie totale (4.7) est conservée, ce qui
permet de créer un ensemble de conditions initiales isentropes.
L'utilisation de ces méthodes permet d'initialiser des noyaux qui normale
ment sont strictement équivalents à ceux étudiés dans la section précédente. De
même, la dynamique de Vlasov peut directement être comparée à celle de TDHF.
L'équation de Vlasov a été résolue sur un réseau cubique de taille 40 fm x40 fm
x40 fm et de pas Ar = lfm en utilisant la méthode des particules test (voir
annexe C-3) sur réseau [Gua96]. Un nombre de particules test Ntest = 200 et une
portée g de 2/m ont été retenus pour les paquets d'onde associés aux particules
test dans le calcul de la densité moyenne (4.27) en chaque point du réseau. Le
pas en temps vaut 0.75/m/c.
4.5.2 Discussion critique des méthodes numériques des
théories semi-classiques
Les méthodes numériques, telles que la méthode des particules test, utilisées
dans la résolution des équations de Vlasov, se servent de densités et de potentiels
moyens en chaque point du réseau (voir annexe C-3). Ils s'écrivent alors à l'aide
d'une convolution avec une fonction Gde portée finie :
p = p®G (4.27)
U[p] = U[p]®G (4.28)
Ces moyennes sont nécessaires afin de pallier aux problèmes tels que les fluc
tuations dans la densité dues au nombre fini de particules test. Toutefois, ces
moyennes introduisent une interaction de surface dans la force effective [Bur91,
Rei95]. Ceci peut être illustré en développant la transformée de Fourier de G
à l'ordre 2 en A; et en reprenant la transformée de Fourier inverse de o(k) =
P(k)-G(k): HK J
P= P- aAp (4.29)
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où a est proportionnel à la portée de la fonction G. En considérant la force
particulière qui a été choisie, on obtient :
On constate donc que, bien que la force de Skyrme choisie pour la comparaison
ne contienne a priori que les termes t0 et t3, les méthodes numériques utilisées
dans les calculs semi-classiques introduisent un terme de surface nouveau.
La nécessité d'utiliser des densités moyennées est un problème général des
méthodes semi-classiques. On peut imaginer utiliser cet effet afin de simuler des
termes de surface et des effets quantiques (cette possibilité est discutée dans la
suite de cette section) néanmoins certaines difficultés subsistent :
• L'inclusion de corrections quantiques dans les approches semi-classiques
est obtenue en développant la transformée de Wigner (2.70) à des ordres
supérieurs en h. Cette procédure conduit effectivement à des termes dépen
dant du gradient et du laplacien de la densité (ceci est illustré par exemple
dans l'équation (4.25)). Toutefois ces termes ont une paramétrisation très
particulière, difficile à concilier avec la dépendance en densité de l'équation
(4.30). Il en est de même pour les termes de surface de l'interaction qui
n'ont pas de raison de se réduire à l'expression (4.30).
• On peut néanmoins essayer de fixer les paramètres de portée donnant la
densité moyenne. Par exemple, dans la référence [Gre87], la portée de la
convolution est ajustée afin de reproduire les propriétés statiques du noyau
: énergie de liaison et rayon. Ceci conduit à des portées beaucoup plus
petites que dans notre cas en réduisant l'effet de l'interaction de surface.
Cependant, ces paramètres sont contraints par l'efficacité numérique req
uise. De plus, les termes ainsi introduits ont une dépendance en densité qui
n'a pas de raison d'être correcte. Ce problème devient important lorsque
de grandes variations de la densité sont considérées comme dans l'étude des
noyaux chauds.
Dans la suitede cechapitre, les simulations "quantiques" et "semi-classiques"
a priori équivalentes (c'est à dire avec uniquement les termes en t0 et t3 non
nuls) sont comparées. Toutefois, afin de séparer l'effet de surface spurieux des
effets physiques, un second calcul quantique est considéré. Dans ce calcul, une
interaction contenant un terme de surface a été ajoutée (voir équation (4.2)). Les
paramètres t0 et t3 prennent les mêmes valeurs que dans les deux autres calculs
tandis que les paramètres aet V0 sont ajustés à 0.37 fm et -200 MeV de manière à
simuler l'interaction des calculs semi-classiques et à avoir environ la même énergie
de saturation quepour les noyaux semi-classiques. Cette dernière simulation sera
appelée "Quantique+surface" dans les différents résultats présentés.
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4.5.3 Comparaison systématique des conditions initiales
Profils de densité
La figure (4.19) montre les profils de densité obtenus dans les trois simulations
par la méthode du champ moyen contraint avec Xr2 (X = 0.25 MeV/fm2) Sur
cette figure, le noyau de 40Ca est chauffé à différentes températures (T = 0 5
10 et 15 MeV). Tandis que le calcul semi-classique présente des profils de densité
très doux, les profils obtenus dans les calculs quantiques reflètent les effets de
structure. Il est également important de noter que, en conséquence directe de la
méthode numérique utilisée, la surface des noyaux semi-classiques est beaucoup
plus diffuse. Afin de quantifier les différences entre ces conditions initiales les
rayons quadratiques moyens ainsi que les densités au centre (moyennée sur une
sphère de 2fm) sont reportés dans le tableau (4.20). Lorsque la température
augmente, les densités et les rayons diffèrent d'un modèle à l'autre.
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Figure 4.19: Profils de densité du noyau de *°Ca obtenus à différentes
températures avec une contrainte Xr2 (X = 0.25 MeV/fm2): a)Quantique- b)Quantique+surface c)Semi-classique. Dans chaque figure, les profils correspon
dant a des noyaux de plus en plus dilués par des températures T= OMeV 5MeV
lOMeV, 15MeV sont représentés.
La différence de dilution induite par l'augmentation de la température est
accompagnée par une différence dans le désordre interne du système. Ceci peut
être quantifie en étudiant l'entropie en fonction de la température à un facteur
de compression donné. Une telle évolution est représentée pour les trois systèmes
dans la figure (4.21). Il est nécessaire de chauffer plus un noyau quantique si on
veut obtenir la même entropie.
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RMS P RMS P RMS P
T = OMeV 3.14 0.172 3.31 0.153 3.09 0.196
T = bMeV 3.30 0.148 3.53 0.132 3.36 0.179
T = lOMeV 4.30 0.130 4.65 0.109 4.93 0.144
T = 15MeV 5.55 0.098 5.94 0.082 8.03 0.080
Figure 4.20: Rayon quadratique moyen (RMS) et densité au centre d'un noyau
de 40Ca obtenus avec une contrainte initiale Xr2 (X = 0.25 MeV/fm2) à diverses
températures.
L'exploration systématique des conditions de pression et de température per
met de comparer les équations d'état E = E(p, S) obtenues dans les différents
modèles. Dans la figure (4.22), les courbes isentropiques donnant l'énergie par
nucléon du système en fonction de sa densité centrale sont représentées pour des
entropies S/kB = 0, 1.10, 2.35 et 3.28. Le minimum de la courbe S/kB = 0
donne le point d'équilibre du noyau. Seul le point associé au calcul quantique
sans surface correspond à une énergie de liaison raisonnable (~ —8 MeV). En ef
fet, les paramètres de la force deSkyrme sont ajustés pour un calcul Hartree-Fock
standard [Str79]. Dans le noyau semi-classique, l'énergie au point d'équilibre est
supérieure de 3 MeV au cas quantique. Cette différence est une conséquence di
recte du terme d'interaction spurieux et des profils de densité diffus obtenus dans
des approches semi-classiques. Il en résulte une énergie de surface importante.
Nous avons vu de plus qu'en l'absence de battements de Landau, la courbure
de l'isentrope près du point d'équilibre correspond à la réponse du noyau à une
petite compression. On s'attend donc, en regardant la figure (4.22), à ce que
l'expansion du noyau soit plus rapide et ait une amplitude plus petite dans les
théories quantiques. La compressibilité des systèmes finis est donc elle aussi
différente.
4.5.4 Expansion et évaporation
La figure (4.23) donne les profils de densité obtenus à divers temps pour des
températures initiales de T = 5, 10 et 15 MeV et correspondant aux densités
initiales de la figure (4.19). Qualitativement, les calculs quantiques et semi-
classiques sont en accord raisonnable. Toutefois, pour une température de 15
MeV un noyau résiduel persiste dans les calculs quantiques tandis que le système
est totalement vaporisé dans un calcul semi-classique.
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Figure 4.21: Température en fonction de l'entropie pour un noyau de 40Ca obtenu
avec une contrainte Xr2 (X = 0.25 MeV/fm2). Ligne continue: Quantique, ligne
pointillé: Quantique+surface, ligne pointillé-long: Semi-classique.
Cette différence dans l'évaporation est illustrée dans la figure (4 24) où le
flux de particules sortant d'une sphère de rayon 15 fm centrée sur le noyau
est représenté en fonction du temps. La variation du nombre total de partic
ules évaporées après un temps de 300 fm/c en fonction de la température ini
tiale est également donnée dans la figure (4.25). On remarque dans ces figures
une différence importante entre le calcul semi-classique et le calcul quantique
sans surface L'introduction d'un terme de surface dans l'interaction réduit cette
différence. Ahaute température, le système semi-classique reste moins lié que
les systèmes quantiques. Ceci peut être compris en considérant qu'en mécanique
quantique même des états a priori non liés peuvent être réfléchis plusieurs fois
par le champ moyen, leur permettant de se désexciter en une émission partielle
de la fonction donde. Dans un cadre semi-classique, l'émission des particules non
liées est toujours complète. Cette différence entre les divers modèles affecte non
seulement 1évaporation mais aussi l'expansion et la désexcitation complète
Dynamique collective
L'expansion collective est illustrée dans la figure (4.26) où l'évolution de la densité
centrale d un noyau initialement porté à une température de T = 5 MeV et
comprimé à une densité initiale m = 0.23 fm"3 est représentée. Dans tous
les cas, une oscillation caractéristique de la vibration monopolaire, est présente.
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Figure 4.22: Energie par nucléon d'un noyau de 40Ca en fonction de sa densité au
centre. Chaque courbe correspond à un ensemble de conditions initiales ayant la
même entropie mais des conditions de compression/dilatation différentes. Dans
chaque figure, les courbes correspondent de bas en haut respectivement à des
entropies S/kB = 0 (x), 1.1 (o), 2.35 (•) et 3.28 (o). Gauche: Quantique.
Milieu: Quantique+Surface. Droite: Semi-classique.
On peut noter le bruit important dans la simulation semi-classique en raison
au nombre fini de particules test. De plus, le mouvement monopolaire semble
s'amortir plus vite que dans les autres simulations. Cet effet sera discuté plus
amplement dans la suite.
Ces exemples d'expansion mettent en évidence l'importance des aspects quan
tiques dans la dynamique nucléaire. Les différences peuvent être quantifiés plus
systématiquement en considérant le temps iTO4n et la densité minimale pmin as
sociés au point de plus basse densité atteint. En effet, tandis que tmin donne
accès à la vitesse d'expansion, pmin donne une mesure de son amplitude
4.5.5 Etude systématique de l'expansion
La figure (4.27) montre la valeur du premier minimum de la densité centrale pmir,
en fonction de la densité initiale pinit- La pente (dans la zone de grande densité)de
cette courbe apparaît plus faible dans les noyaux semi-classiques caxactérisant une
réponse plus "molle". Cet effet est comparable à celui observé dans l'équation
d'état où la courbure des isentropes près du point d'équilibre est plus faible (figure
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Figure 4.23: Profils de densité à divers temps pour des températures initiales
T = 5, 10, 15 MeV. Gauche: Quantique. Milieu: Quantique+Surface. Droite:
Semi-classique. Dans chaque figure, les différentes courbes correspondent aux
temps: t = 0 fm/c(ligne continue), t = 30 fm/c (ligne pointillé) et t = 300 fm/c
(ligne pointillé-long).
(4.22)). Les valeurs des maximums de ces courbes sont reportées dans la figure
(4.28) en fonction de la température. Des différences importantes peuvent être
observées entre les modèles. Finalement, la résistance du noyau à lacompression
est illustrée dans la figure (4.29) où la densité initiale minimale conduisant à une
vaporisation totale est représentée en fonction de l'entropie.
Afin de compléter l'étude de l'amplitude d'expansion, le temps caractéristique
imin nécessaire pour atteindre la densité /w est reporté dans la figure (4.30). Bien
qu'il soit relativement délicat d'extraire ce temps dans un calcul semi-classique
(voir figure 4.26), le temps t^ obtenu dans ce cas semble augmenter beaucoup
moins vite avec la température que dans les autres modèles.
La comparaison de la dynamique d'expansion dans des approches semi-clas
siques et quantiques a montré l'importance des différences entre ces deux ap
proches. Une partie de ces différences provient des méthodes numériques utilisées
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Figure 4.24: Flux de particules émises par un noyau de 40Ca initialement porté à
des températures T = 5, 10 and 15 MeV. Gauche: Quantique (ligne pointillée).
Droite: Quantique+Surface (ligne pointillée). Dans les deux cas, le résultat du
calcul semi-classique est superposé en ligne continue.
dans les théories semi-classiques qui conduisent à un terme d'interaction spurieux
dans le champ moyen. Cependant, le plus souvent, elles sont une conséquence
directe de l'absence de prise en compte de certains effets quantiques telles que la
délocalisationdes nucléons et la dynamique des fonctions d'onde. Il en résulte des
différences importantes dans l'évolution du système sous l'effet du champ moyen
provenant de différences dans la réponse collective et dans l'évaporation.
4.6 Conclusion
A travers ce chapitre, l'importance des noyaux chauds dans le contexte des
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Figure 4.25: Nombre total de particules évaporées après un temps de 300 fm/c
en fonction de la température. Ligne continue: Quantique. Ligne pointillée-Quantique+Surface. Ligne pointillée-long: Semi-classique.
de formation et de désexcitation des noyaux chauds et comprimés permet de
situer le rôle clef de la phase d'expansion dans de telles réactions et de présenter
des notions importantes telles que l'équation d'état ou la région spinodale.
L'étude des caractéristiques de l'expansion avec l'aide du champ moyen a
illustre la capacité de cette théorie à combiner les aspects à la fois quantiques et
thermodynamiques des degrés de liberté àun corps du noyau. Ainsi, les différents
phénomènes intervenant dans la dynamique d'expansion ont pu être illustrés. Il
a, en particulier, été montré que cette dynamique quantique est le résultat d'une
combinaison de la réponse collective du noyau à la compression et à l'excitation
thermique et de sa capacité à se refroidir par évaporation.
Les théories de transport microscopiques jouent un rôle important dans la
compréhension des collisions entre ions lourds. En particulier, elles donnent
une vision dynamique de la formation des systèmes chauds. Cette étude est
actuellement réalisée dans un cadre semi-classique, qui est le seul cadre où une
description des mécanismes de ces réactions a abouti. Une comparaison des
modèles quantiques et semi-classiques révèle des différences importantes Cer
taines précautions doivent donc être prises sur les conclusions à donner aux sim
ulations semi-classiques.
Afin d'illustrer ceci, les figures (4.31) et (4.32) donnent respectivement la den
sité initiale minimale et le temps nécessaires pour atteindre une densité minimale
de U.l fm en fonction des entropies initiales (cette densité étant le point d'entrée
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Figure 4.26: Illustration de l'oscillation de la densité au centre. Dans ces trois
simulations, un noyau de 40Ca initialement à une température T = 5 MeV et à
une densité initiale pini = 0.23 fm-3, est considéré. Haut: Quantique. Milieu:
Quantique+surface. Bas: Semi-classique.
dans la région spinodale de la matière nucléaire à température nulle). Ainsi, un
calcul semi-classique prédit un temps de 30 fm/c et une densité initiale de 0.28
fm-3 pour atteindre une densité de 0.1 fm-3 à une entropie de S/kB = 1.1 tandis
qu'un calcul quantique a priori équivalent donne un temps de 23 fm/c et surtout
une densité initiale de 0.18 fm-3! Les effets quantiques ne peuvent donc pas être
négligés dans la dynamique des noyaux chauds.
Ces différences montrent à nouveau qu'une approche quantique, telle que ET
DHF, permettant à lafois de tenir compte des effets statistiques et des phénomènes
de relaxation, est souhaitable. Jusqu'à présent, cette théorie àété appliquée dans
lalimite des mouvements de petite amplitude. La prise en compte des corrélations
entrenucléons devra sefaire dans uncadre plus général sionveut pouvoir l'utiliser
dans les réactions nucléaires. L'application des équations dechamp moyen étendu
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Figure 4.27: Densité centrale au maximum de dilution (point de rebroussement)
en fonction de la densité initiale pour un noyau de 40Ca. Chaque ensemble de
points correspond à un ensemble de conditions initiales isentropes (de bas en
haut, S/kB = 0 (x), 1.1 (o), 2.35 (•) et 3.28 (o)). Gauche: Quantique. Milieu:
Quantique-fsurface. Droite: Semi-classique.
dépendant du temps reste actuellement une entreprise complexe . La possibilité
d'inclure l'effet des collisions entre nucléons directement dans un cadre quantique,
est discutée et illustrée dans la dernière partie de ce mémoire.
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Figure 4.28: Point de saturation obtenu à partir du graphique (4.27), en fonc
tion de l'entropie. Courbe continue: Quantique. Courbe pointillée: Quan-
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Figure 4.29: Densité initiale conduisant à une densité minimale nulle (obtenue
grâce au graphique (4.27)). La densité initiale est donnée en fonction de
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Figure 4.30: Temps t^ nécessaire pour atteindre la densité minimale, en fonction
de p^ pour diverses entropies S/kB = 0 (x), 1.1 (o), 2.35 (D) et 328 (o)
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Figure 4.31: Densité initiale conduisant àune densité minimale égale à01fm"3
en fonction de l'entropie. Ligne-continue: Quantique. Ligne pointillée: Quan
tique+Surface. Ligne pointillée-long: Semi-classique.
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Figure 4.32: Temps nécessaire pour atteindre une densité minimale de 0.1 fm-3
en fonction de l'entropie. Ligne continue: Quantique. Ligne pointillée: Quan-
tique+Surface. Ligne pointillée-long: Semi-classique.
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Chapitre 5
Perspectives pour la dynamique
quantique
5.1 Introduction
Les théories allant au delà du champ moyen sont essentielles à la compréhension
des réactions entre ions lourds. Devant la complexité des théories de transport
quantiques, les approches semi-classiques sont actuellement les seules méthodes
applicables pour décrire les collisions entre noyaux en prenant en compte à la
fois la dynamiquede champmoyen, les aspects dissipatifs et les fluctuations issus
des ordres plus haut de la hiérarchie BBGKY. Cependant, les aspects quantiques
jouentun rôleimportant dansces systèmes comme nous avons pu leconstater avec
l'expansion des noyaux chauds, et l'utilisation d'approches quantiques semble un
passage inévitable. Une telle utilisation a été illustrée lors de l'étude des modes
collectifs. Cela nous a permis de comprendre certains phénomènes de relaxation
dans une approche microscopique. Dans ce cas, une version linéarisée de ETDHF
fut utilisée. En général, les équations dynamiques devront être résolues sans
supposer des mouvements de petites amplitudes. Une telle résolution reste une
entreprise complexe et jusqu'à présent aucune méthode suffisamment fiable et
rapide n'avait été proposée.
Dans cette section, les perspectives d'utilisation d'une dynamique quantique,
incluant leseffets à deux corps, sont présentées. Dans un premiertemps, l'efficacité
dela dynamique de champ moyen étenduest illustrée dansun modèle schématique.
Cette illustration n'est possible qu'avec une méthode numérique performante
qui résout sans approximation ETDHF. Les ingrédients de cette méthode seront
détaillés. L'extension des applications à des noyaux réalistes reste lourde numéri
quement en raison du temps de calcul prohibitif. L'étudedela vibration monopo
laire d'un noyau d'oxygène permettra de discuter les principales difficultés aux-
5.2 Une méthode pour la dynamique de champ moyen étendu
ZlZT^>f0tï fT faœ- !» Prenant en comPte la ^ructure des noyaux et enpermettant détendre la compréhension des mécanismes de réaction, les méthodes
de champ moyen étendu quantique offrent des perspectives importantes. C'est
également le cas des approches stochastiques essentielles, par exemple, pour la de
scription de la mutifragmentation nucléaire. Nous verrons àla fin de ce chapitre
comment les théories de champ moyen étendu devraient servir de point de départ
a ces approches dans un cadre quantique.
5.2 Une méthode pour la dynamique de champ
moyen étendu
Comme la théorie de champ moyen, ETDHF est une théorie àun corps dont la
resolution requiert de suivre l'évolution de la densité ,(*). Le chapitre précédent
a permis de présenter les méthodes de résolution du champ moyen dépendant
du temps. La prise en compte des collisions requiert l'introduction de méthodes
numériques adaptées, fiables et rapides. Dans cette section, une analyse critique
est faite sur les conditions d'application de ETDHF et une méthode de résolution
des équations de champ moyen étendu est décrite[Lac98-4, Lac98-6].
^nïï^88^ ^ denfté à Un C°rpS ' W» Son évol^ion peut être écrite dansiilDHF en reprenant (2.58):
p(t +&t) =U(t +At,t)p(t)U(t,t +At) +Ap(t +At) (5.1)
où U(f, t) est le propagateur associé au champ moyen étendu et Ap (t) représente
1eltet des co lisions. La résolution de cette expression requiert l'introduction
dune base détats a un corps. La seule base qui joue un rôle particulier à un
instant donne est la base "naturelle" des états propres |*A (t)) de p(t) associés
aux nombres d'occupation nA. Notant ànouveau Ux(t +At)) les états propagés
par U(t + At, t), l'expression (5.1) devient:{Tx{t +At)\p(t+At) \Mt +Ai)) =nxSxx,+(îrx(t +At)\ Ap (t +At) |«*+At))
où le second membre, pour un temps At suffisamment petit, s'écrit (en notant
\V>A| = (A|):
x (nx,nsnan0 - nan^nxns)\t (5.3)
+ h. c.
Les propriétés de cette expression ont été discutées lors de la dérivation des
comptT Pm°yen étendU' Une méth°de numéri^ue doit Pendre en
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1. l'effet de mémoire sur les collisions passées. Cela signifie que l'histoire
des états de la base dans une propagation de type champ moyen doit être
connue.
2. les éléments de matrice non-diagonaux de Ap qui sont responsables du
mélange des configurations à un corps.
Seul un choix judicieux de la base à un corps devrait permettre de tenir
compte de ces deux effets tout en gardant une résolution faisable. Contrairement
à TDHF où seuls les états occupés (notés |^ a(*))) sont pertinents, le champ
moyen étendu induit également des couplages avec des états inoccupés (notés
\^x(t))). La construction de ces derniers est une difficulté de ETDHF. Les ten
tatives précédentes[Toh87] proposent de considérer les états de particules en in
cluant au début de la dynamique plusieurs couches majeures inoccupées. Cette
approche peut être justifiée lorsque le champ moyen ne seréorganise pas trop lors
de la dynamique. C'est par exemple le cas desmouvements de petites amplitudes.
Dans un cadre plus général, il semble difficile de prédire initialement quels états
seront importants, d'autant plus que les états du continuum construits de cette
façon s'échappent du noyau avant d'avoir une chance d'interagir. Une méthode
alternative doit donc être considérée.
Construction des états importants dans la dynamique:
Supposant que lesétats occupés à un instant donnécontiennent une grande partie
de l'information sur le système, peu d'états doivent a priori leur être ajoutés
pour décrire l'évolution dans ETDHF. Afin de tenir compte de l'apparition de
nouveaux états importants lors de la dynamique et d'éviter les problèmes liés à
l'évolution des états décidés initialement, une méthode consiste à reconstruire à
chaque pas en temps At lesétats à un corps inoccupés. Dans les calculs présentés,
les états de particules sont construits en suivant le scénario suivant:
• La première étape consiste à explorer l'espace des états à un corps acces
sibles: à partir de chaque état occupé, on construit un ensemble d'états
par application successive d'un propagateur en temps imaginaire Up —
exp \—P (h[p] +8h^)] où k[p] est le champ moyen et <5ft(n) est un poten
tiel aléatoire. On obtient ainsi une suite ki^(t)} = UJ^ |^ in-1)(*)) avec
UA°)(i)\ = U>(*)). Achaque application, une méthode de Schmidt est
utilisée pour assurer l'orthonormalité de l'état créé avec les états déjà ex
istants. Le potentiel aléatoire joue un rôle essentiel. En effet, l'opérateur
exp(—Ph[p]) préserve les symétries de h[p\. Sans terme stochastique, seul
un sous espace d'états ayant cette symétrie peut être créé. De plus, ce
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àTcSpX^un échantillonase rapide de res^e des *~
• L'application successive de l'opérateur en temps imaginaire permet de sé
lectionner les composantes de basses énergies des états propres de h[p(t)}
en enlevant les hautes fréquences qui ne contribuent pas aux collisions
En effet, comme nous avons vu lors de l'étude des résonances géantes les
collisions entre nucléons entraînent des transitions entre états espacés par
une énergie de 1ordre de celles des modes collectifs. La base construite par
la méthode du temps imaginaire peut ensuite servir de sous espace où h\p(t)}
es diagonahse et où la base reconstruite peut être tronquée ànouveau en
enlevant les états donnant une valeur grande de {#(*) \h[p(t)]\M(t)). La
stabilité numérique peut être testée en augmentant le nombreitérations
du temps imaginaire.
nomW lf°iS ^re+SPaCn ** f°nCti°nS dWeS àUn COTPS aété «P*»* et qu'unnombre limite d'entre elles aété retenu, les collisions entre nucléons peuvent être
prises en compte en calculant Ap dans cette base. La procédure de résolution est
décrite dans la section suivante.
La méthode numérique pas à pas
Les différentes étapes de la dynamique ETDHF peuvent être décomposées de la
façon suivante (voir illustration (5.1)):
• Aun instant donné, la matrice densité p(t) est connue ainsi que ces états
occupes \iphx(t)) et les nombres d'occupation associés.
• Les états occupés sont propagés par le champ moyen seul entre tet t+At (les
nombres doccupation étant constants), donnant la densité pMF(t) associée
au champ moyen usuel.
• Un nombre limité d'états de particule |0$(* +At)) est construit àpartir des
états |0A(* +At)) par la méthode du temps imaginaire. Afin de prendre
en compte la mémoire sur les collisions passées, l'histoire de chaque état est
reconstruite en propageant dans le passé tous les états par le champ moyen.
. La correction.A, à apporter au champ moyen est calculée dans la base
tronquée {m M)}. En particulier, cette correction nécessite le calculdes éléments; de l'interaction résiduelle àchaque instant passé, ce qui aug
mente l'effort numérique à fournir. ë
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La densité corrigée est alors calculée p(t + At) — pMF(t + At) + Ap.
Cette densité est diagonalisée en utilisant la méthode perturbative discutée
précédemment (équation (2.61) et (2.63)). Cette méthode permet en inclu
ant l'effet des termes non diagonaux de Ap, de prendre en compte la vari
ation des nombres d'occupation et le mélange des états à un corps. Il faut
noter qu'ainsi, c'est bien la dynamique qui choisit les fonctions d'onde im
portantes. Après cette étape, seuls les nouveaux états occupés sont retenus.
La procédure est ensuite itérée.
ÂP$>
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Figure 5.1: Sur cette figure, le système est initialement supposé être un
déterminant de Slater symbolisé par un point dans l'espace des degrés de lib
erté à un corps. En raison des corrélations, le système sort de cet espace lors de
l'évolution, . Le but des théories basées sur le champs moyen est de prédire au
mieux la dynamique à un corps (représentée schematiquement dans ce graphique
comme une projection (ligne pointillée) de la dynamique exacte (ligne continue
sortant de l'espace à un corps)). En négligeant complètement les effets à deux
corps, une dynamique de champs moyen standard (lignes continues restant dans
l'espace à un corps) n'est pas capable de prédire l'évolution sur des temps longs.
La méthode numérique présentée dans le texte afin d'appliquer le champ moyen
étendu, est illustrée schematiquement sur ce graphique. Cette méthode consiste
en une suite d'évolutions TDHF ponctuées par des corrections tous les At, afin
de prendre en compte les collisions entre nucléons. On s'attend à ce que cette
méthode soit capable de corriger partiellement les lacunes de TDHF en permet
tant de prédire pour des temps plus longs la dynamique à un corps.
L'intérêt d'une telle méthode est qu'elle ne nécessite que des techniques stan
dards de champ moyen, de champ moyen propagé en temps imaginaire ainsi que
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des calculs d'éléments d'interaction (standards par exemple dans la RPA[Rin81]).
Le pas At est un paramètre important de cette méthode: la correction ap
portée par les collisions reste petite tant que ce temps est inférieur au temps car
actéristique entre deux collisions Atcoll. Ce temps est en général supposé supérieur
au temps caractéristique d'évolution du champ moyen. Ainsi, la correction à la
dynamique de champ moyen pourra se faire après un intervalle At supérieur au
pas en temps numérique, permettant une résolution plus rapide. L'application à
un modèle schématique, présentée dans la suite de ce travail, permettra non seule
ment de tester l'efficacité de la méthode mais aussi montrera comment ETDHF
est capable de prédire la dynamique hors-équilibre[Lac98-4, Lac98-6].
5.3 Première application de la dynamique de
champ moyen étendu
Comme TDHF, la théorie de champ moyen étendu est une dynamique projetée où
une partie de l'information sur le système n'est pas prise en compte. On s'attend
néanmoins à améliorer la description de l'évolution des observables à un corps.
L'utilisation d'un cas modèle où la solution exacte peut être calculée, permet
d'illustrer ce point. Ce modèle, bien que simple, contient les effets physiques tels
que : les effets à deux corps à travers une interaction résiduelle, la non-linéarité du
champ moyen. De plus, la température sera également introduite afin d'étudier
la réponse du système à une excitation thermique.
5.3.1 Présentation du modèle
La dynamique de champ moyen étendu est appliquée sur un cas modèle de deux
fermions identiques couplés àun spin total projeté ms =0(i.e. un avec spin haut
et un avec spm bas) dans un espace à une dimension. Le hamiltonien associé à
ces deux nucléons s'écrit H= £i Ux +£12 VX2 où les parties à un corps Ux et à
deux corps VX2 prennent respectivement la forme:
• d'un potentiel légèrement anharmonique pour Ux
Ul =h+2(x~Xo)2+J^-x^ (5-4)
Dans cette expression, ket k' ont été choisis de sorte àavoir des espacements
de niveaux àun corps comparables àceux d'un 40Ca. Ils valent respective
ment k= -0.04 MeV/fm2, k' = 0.08 MeV/fm4 tandis que x0 = 9.3 fm. Le
potentiel V(r) associé à Ux est représenté sur la figure (5.2).
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Figure 5.2: Potentiel externe V(r) associé à la composante à un corps Ux du
hamiltonien avec (courbe pointillée) et sans (ligne continue) contrainte initiale.
• Les deux fermions sont en interaction par un potentiel à deux corps de
portée finie:
t/ r (Xl ~ X2) iVX2 = t;0exp[ — ] (5.5)
où Vq = —4 MeV et a = 2 fm. Ces valeurs donnent une interaction résiduelle
comparable à celle choisie dans la référence [Toh87].
5.3.2 Scénario de comparaison
Dans ce modèle schématique, la solution exacte, et celles obtenues soit par le
champ moyen soit par le champ moyen étendu ont été comparées en prenant les
mêmes conditions initiales.
Conditions initiales
Le système est initialement contraint et chauffé à une température de 5 MeV. La
matrice densité à deux corps initiale s'écrit:
DX2(t=o) = j2mpi{®i\ (5.6)
avec pi = exp [—pEA /Z. Dans cette expression P —l/kBT et Z est la fonction
de partition, ajustée de sorte à avoir Tr (Dx2) = 1. Les états à deux corps et les
énergies associées sont obtenus en diagonalisant le hamiltonien total contraint:
(H-Q)\Vi) = Ei\*i) (5.7)
133
5.3 Première application de la dynamique de champ moyen étendu
où Q est un opérateur à un corps qui déplace le centre de masse du système:
Q = EiKxù(xi ~ xo)2 avec A= -0.24 MeV/fm2 pour Xi > x0 et A= -0.12
MeV/fm2 pour x{ < x0 (figure (5.2)). La matrice densité à un corps obtenue à
partir de la matrice densité à un corps, p = Tr2 (DX2), sert de condition initiale
aux approximations de champ moyen étendu ou non. On lui associe les états
Hartree-Fock \<pa) et les nombres d'occupation initiaux na tels que p(t = 0) =
E|^)«a (^ai-
Bien que ce modèle soit simple, il peut être considéré comme le calcul de
champ moyen étendu appliqué à deux particules dans un potentiel créé par un
ensemble de particules. De plus, on s'attend à ce que les collisions jouent un
rôle important notamment en raison de l'introduction d'une excitation thermique
dans la condition initiale. En réduisant l'effet de la statistique de Fermi-Dirac,
une température finie autorise un grand nombre de transitions entre les états à
un corps partiellement occupés et les autres états.
Evolution
Partant des conditions initiales décrites ci-dessus, la contrainte Qest enlevée et
l'évolution du système est suivie dans les simulations:
• Evolution exacte: L'évolution exacte est obtenue en résolvant l'équation
de Liouville-von Neumann (équation (2.22)) sur l'opérateur densité à deux
corps Di2. Cette équation revient à résoudre l'équation de Schroedinger
pour l'ensemble des fonctions d'onde |\&;):
inJt '**> =H!*«> (5-8)
en gardant les poids p{ constants. Aun instant donné, la matrice densité à
un corps peut être calculée à partir de la densité exacte DX2 (t): pexact(t) =
Tr2(DX2(t)). Les nombres d'occupation et les orbitales à un corps associées
sont calculés en diagonalisant pexact(t). Dans ce cas, bien que les Pi restent
constants les nombres d'occupation des états à un corps ainsi que les états
propres de pexact(t) varient en temps en raison des corrélations.
• Evolution TDHF: L'évolution de la densité à un corps ptdh} est obtenue
en résolvant l'équation TDHF (2.20). Dans ce cas, les nombres d'occupation
sont constants dna/dt = 0.
• Evolution ETDHF: L'évolution de la matrice densité à un corps petdhf
par le champ moyen étendu est obtenue par laméthode numérique décrite
dans ce chapitre. Dans ce cas, les états propres de petdhf ainsi que les
nombres d'occupation associés varient au cours du temps.
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Dans les trois cas, les équations sont résolues sur un réseau de taille [0/ra, 20/m]
discrétisé en pas Ar = 0.2 fm tandis que le pas en temps est de 0.5 fm/c.
Les évolutions en temps sont effectuées en utilisant la méthode dite du "split-
opérator" décrite dans l'annexe C-2 (équation (C.8)). Pour le champ moyen
étendu, la correction apportée par l'effet des collisions est incluse tous les At = 6
fm/c. Dans ce modèle schématique, deux itérations en temps imaginaires sont
suffisantes pour recréer les états inoccupés. Finalement, il a été nécessaire de
reconstruire l'histoire des états sur un temps supérieur à t —to = 60 fm/c afin
de prendre en compte les effets de mémoire (la propagation dans le passé étant
stoppée lorsque l'intégrale contenue dans l'expression (5.3) atteint une valeur
limite indépendante de t0).
5.3.3 Résultats
Dynamique à un corps
L'information maximum accessible dans les théories à un corps est contenue dans
la matrice densité p(t). L'évolution de sa partie diagonale en représentation r
(p(x,t) = (x\p(t)\x)) est représentée pour les trois calculs dans la figure (5.3).
On constate que le champ moyen est capable de prédire une dynamique compara
ble à la celle exacte jusqu'à un temps de 100 fm/c, montrant que le champ moyen
est déjà une bonne approximation dans ce modèle. Pour des temps plus longs,
l'effet accumulé des corrélations à deux corps entraîne des déviations importantes
entre l'évolution TDHF et l'évolution exacte. A l'opposé, l'inclusion approxima
tive des effets à deux corps grâce à ETDHF, permet de corriger la dynamique
de champ moyen en donnant un très bon accord avec la densité exacte sur des
temps longs.
La théorie de champ moyen étendu donne une bien meilleure estimation des
observables à un corps comparé à TDHF, confirmant l'importance des effets à
deux corps. Un exemple d'évolution d'observable à un corps est donné dans
la figure (5.4) où la position du centre de masse du système est représentée en
fonction du temps. Cette figure illustre la correction apportée au champ moyen
par le terme de collision.
Aspects dissîpatifs:
Relaxation des nombres d'occupation:
La réorganisation des nombres d'occupation est un phénomène complexe ré
sultant du couplage entre les degrés de liberté à un corps. Une théorie de
champ moyen standard néglige complètement ce couplage en gardant les nombres
d'occupation constants. La variation des nombres d'occupation na des niveaux
135
5.3 Première application de la dynamique de champ moyen étendu
0 5 10 15 0 5 10 15
x(fm) x(fm)
Figure 5.3: Densité locale p(x, t) pour divers temps. Les évolutions exacte, TDHF
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600
t(fm/c)
Figure5.4: Evolution du centrede masse (X(t)) du système en fonction du temps,
les évolutions exacte, TDHF et ETDHF sont respectivement représentées par les
cercles, la ligne pointillée et la ligne continue.
à un corps dans l'évolution exacte et dans ETDHF est représentée dans la figure
(5.5). De nouveau, les na prédits par la dynamique à un corps étendue sont très
proches de ceux de la dynamique exacte.
Variation de l'entropie:
L'entropie associée au système total est donnée par:
Sx2 = -kBTr(DX2log(DX2)) (5.9)
Dans une dynamique exacte, l'évolution est complètement réversible et cette en
tropie resteconstamment égale à SX2 = -kB J2iPi log(pi)- L'entropie S(t) associée
à la réduction de l'information aux variables à un corps, est définie de nouveau
par l'équation S = -kB £a (na log na + (1 - n«) log (1 - na)). L'évolution de
cette entropie dans ETDHF est comparée à celle de la dynamique exacte dans
la figure (5.6). Cette évolution doit toutefois être interprétée de manière très
différente dans ces deux simulations. Dans ETDHF, le fait que cette entropie
augmente dans le temps montre le caractère irréversible de cette dynamique qui
est le résultat de la projectionsur le sous espacedes observables à un corps. Cette
variation d'entropieest alors associée à la perte d'information sur les observables
à deux corps[Bal86]. Dans une dynamique exacte, l'évolution du système est
décrite par l'équation déterministe et réversible de Liouville-von Neumann et
seule entropie SX2 a un sens du point de vue de la dynamique. Comme toute
l'information est conservée, la projection sur les observables à un corps est dans
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Figure 5.5: Nombres d'occupation en fonction du temps. Les dynamiques exacte(cercles), TDHF (ligne pointillée) et ETDHF (ligne continue) sont représentées.
ce cas réversible. De plus, on s'attend à ce qu'au bout du temps de récurrence
de Pomcaré, le système retrouve son état initial (et donc la valeur initiale de
b). Dans ce modèle, ce temps de récurrence est relativement petit. Cependant
en règle générale, en raison du grand nombre de degrés de liberté, le temps de
récurrence de Pomcaré est quasiment infini.
Cet exemple illustre comment la notion d'irréversibilité provient du fait que
seul une sous-partie des observables du système peut être suivi dans le temps.
La perte d'information introduite par une projection sur un sous espace des ob
servables ainsi que la prise en compte de l'interaction entre ce sous espace et les
autres degrés de liberté du système conduisent à ne plus pouvoir revenir à l'état
initial du système.
5.3.4 Conclusion
L'utilisation d'un modèle schématique a permis d'illustrer la nouvelle méthode
proposée. Le très bon accord entre l'évolution exacte des observables à un corps
et celle prédite par ETDHF permet:
1. de compléter notre connaissance des équations de champ moyen étendu en
montrant que ETDHF est une théorie appropriée pour l'inclusion des ef
fets a deux corps. Les différents temps caractéristiques de l'évolution ont
également pu être étudiés. En particulier, l'effet de mémoire est relative
ment long comparé àce qui est généralement admis[Abe95]. Toutefois, ceci
peut être dû à la simplicité du modèle étudié.
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Figure 5.6: Evolution de l'entropie S(t) en fonction du temps dans la théorie de
champs moyen étendu (ligne continue) et dans l'évolution exacte (ligne pointillée).
2. de montrer que cetteméthode simule correctement des équations de champ
moyen étendu en prenant en compte des composantes importantes de la
relaxation telles que l'effet de mémoire ou le mélange des états à un corps.
Cette application a finalement permis d'estimerl'effort numérique à fournir
pour inclure les collisions. Un facteur de temps de calcul de 20 à 100 fois
supérieur au champ moyen est nécessaire selon une priseen compteplus ou
moins complète des collisions entre nucléons.
L'étude de ce cas modèle offre l'un des premiers tests de la dynamique de
champ moyen étendu en montrant la possibilité d'utiliser cette théorie micro
scopiquepour l'étude des phénomènes de relaxation. Cet exemplereste toutefois
beaucoup plus simple que les noyaux. La possibilité d'avoir une dynamique de
champ moyen incluant les collisions entrenucléons dans des systèmes plus grands
est discutée dans la section suivante.
5.4 Dynamique de champ moyen étendu pour
les noyaux
La section précédente a permis de discuter une méthodologie généralepour simuler
ETDHF. Dans cette section, les perspectives d'utilisation de l'équation de champ
moyen étendu dans des noyaux sont discutées. L'étude de noyaux initialement
comprimés, permettra d'illustrer les difficultés qui persistent dans l'application
de ETDHF: le nombre et la structure des degrés de liberté pertinents dans la dy-
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namique, l'effet de mémoire... Une application directe de la méthodeproposée est
encoreactuellement difficilement envisageable essentiellement pour des raisons de
temps de calcul.
Une discussion critique de la faisabilité de la dynamique de champ moyen
étendu ne peut se faire qu'en considérant les systèmes nucléaires dans leur plus
grande généralité. C'est dans cette optique que nous avons utilisé comme point
de départ des calculs ETDHF, un programme de résolution deTDHF dans lequel
toutes les symétries (sauf lasymétrie du plan de réaction) ont étébrisées[Kim98].
De plus, lorsque les contraintes numériques ne sont pas trop grandes, des inter
actions de Skyrme complètes sont utilisées.
5.4.1 Traitement approximatifdes collisions entre nucléons
L'inclusion des corrélations dans une dynamique quantique pour des noyaux
réalistes implique un très grand nombre de degrés de liberté à un corps. L'uti
lisation de la méthode proposée précédemment demande une capacité de calcul
encore prohibitive actuellement. Dans les exemples présentés dans cette section,
des méthodes approchées ont été retenues afin de pallier aux diverses difficultés
rencontrées:
Effet de mémoire:
Dans une méthode complète, la prise en compte des effets de mémoire sur les
collisions passées requiert de connaître l'histoire des états à un corps sur des
temps relativement longs. En effet, l'étude des modes collectifs a montré que
ce temps est de l'ordre du temps d'amortissement des modes collectifs rmem ~
h/Fœii = 20-80 fm/c. Reconstruire à chaque intervalle en temps Ai l'histoire
d'un grand nombre de fonctions d'onde sur des temps aussi longs est actuellement
difficile. Toutefois, une estimation de l'intégrale de collision peut êtreobtenue en
utilisant une approximation harmonique pour (aP\VX2\X8)A \t:
(^PlVu^^^e-^M^'^iaPlV^XS)^ (5.10)
permettant de calculer l'énergie tlaf3,xs en utilisant la relation
i St{aP\VX2\X8)A |_« - (ap\Vx2\X8)A L~ -—ÇlaPtX5 (t) (ap\VX2\XS)A \t (5.11)
où St est un temps court. Le coefficient na0,xs permet de connaître les états
(ap, XS) qui contribuent à la dynamique par une collision. En effet, lors d'une
collision, ces états se couplent àun mode collectifet on s'attend à ce que Q,ap,xs ~{hucoii ± Aeap,Xs) où hucou est l'énergie du mode collectif et AeaptXS ~ ea +ep —
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ex _ £s (avec ea = (a \h [p]\ a)). Dans ce cas, l'effet de mémoire peut être estimé
en utilisant l'expression approchée:
j£dt' {X8\VX2\aP)A\t (ap\Vx2\X'S)A\t,
~hTœu/(^x,s +Tln/4) (X8\Vx2\aP)A\t (*P\VX2\X'8)A\t ^ >
Cette méthode résout également certains problèmes qui interviennent lorsque les
états (aP, XS) ne se couplent pas à un mode collectif. Dans ce cas, Çlap,Xs ~
Aeap,Xs et la distribution de Breit-Wigner doit être remplacée par une conserva
tion stricte des énergies: 8(Ae^as). L'obtention d'une telle loi de conservation
à partir de l'équation (5.3) serait numériquement difficile.
Lors des applications, nous avons pu constater que cette méthode permet
d'identifier clairement les excitations 2p-2h se couplant effectivement aux modes
collectifs (l'énergie collective attendue pouvant être très souvent calculée en pre
nant flapis —Aea0,Xs). Dans les diverses applications de cettesection, une valeur
Tcoii constante a été fixée.
Etats à un corps
Lors de la dynamique de champ moyen étendu, les états occupés se couplent à
des états inoccupés. Le nombrede cesétats est infini en raison de la présence du
continuum. Le choix particulier d'un nombre limité d'états est une des approx
imations nécessaires. La pertinence de ce choix est d'une importance capitale
si on veut une prise en compte correcte des collisions entre nucléons. Dans la
méthode présentée au début de ce chapitre, nous proposons de les construire
grâce à une méthode du temps imaginaire. Toutefois, cette propagation est en
core aujourd'hui coûteuse en temps. Pour les applications présentées dans cette
section, les états inoccupés seront ceux obtenus en gardant initialement plusieurs
couches majeures en plus des états occupés. Ces états seront propagés tout au
long de la dynamique par le champ moyen. Les inconvénients de cette méthode
ont été discutés auparavant et une analyse de l'influence d'un tel choix sera faite
dans la suite de cette section.
Utilisant ce scénario simplifié d'application, les noyaux de 8Be et de 160 ont
été étudiés. Les différents résultats ainsi que les méthodes numériques utilisées
sont présentés dans la suite de ce chapitre.
5.4.2 Conditions initiales
Des noyaux initialement comprimés ont été obtenus en utilisant une méthode de
Hartree-Fock contraint [Rin81] résolue sur un réseau à trois dimensions de pas
Ar = 0.8 fm. Un tel pas de réseau est relativement grand et seule l'utilisation
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destimation des dérivées d'ordre un et deux respectivement sur sept et neuf
points du reseau permet une efficacité numérique suffisante[Kim98l. Les fonc
tions dondes initiales sont obtenues par une méthode de temps imaginaire (voir
annexe C-l) en prenant comme condition initiale les orbites de Nilsson. Après
cette procédure dinitialisation, les différentes orbitales sont placées sur un réseau
cartésien défini par (~Lx/2 <x<+Lx/2 ; -Ly/2 <y<+Ly/2 ; -Lz,2 <z<
-tijz/Z) ou le pian de symétrie z = 0 est conservé. ~
Dans ^s différents exemples présentés, la force utilisée pour le champ moyen
est la force Slyi [Cha98]. Cette force comprend tous les paramètres de la foTce de
Skyrme, ycompris le spin-orbite (voir tableau (2.1)). Les densités p(x,y,z =0)
obtenues par cette méthode pour les noyaux de 8Be, de 160 et de 40Ca sont
représentées dans lafigure (5.7). Dans les deux premiers cas, un réseau de taille
y,x - Ly - Lz - 16 fm/c) tandis que dans le second cas (Lx = L„ = L = 21
fm/c). v y z
5.4.3 ETDHF dans les noyaux légers
Après avoir initialisé des noyaux comprimés, l'évolution de ces systèmes est suivie
en résolvant les équations dynamiques de champ moyen et de champ moyen
étendu sur le reseau cartésien. L'évolution TDHF est obtenue avec un pas en
temps dt = 0.45 fm/c en gardant la même taille de réseau que dans l'initialisation
La propagation est effectuée en développant le propagateur associé au champ
moyen a1ordre 4en dt (annexe C-2, équation (C.6)).
Dans ETDHF, la dynamique de champ moyen est corrigée en incluant l'effet
des collisions tous les At = 1.35 fm/c. Bien que le calcul de l'interaction résiduelle
pour le terme de collision ait été programmé pour une force de Skyrme complète
lorsque des contributions non locales sont incluses, les temps de calcul deviennent
prohibitifs. Ceci nous a conduit à utiliser une interaction résiduelle où seuls les
paramètres t0, t3 et a sont conservés: t0 = -1000 MeV-fm3, *3=15000 MeV-fm6
et a = 1. Finalement, une valeur Tco„ = 5 MeV a été retenue, et les couches
majeures jusqu a l'orbitale 2s ont servies pour les états non occupés. Achaque
temps A*, les éléments de matrice de Ap sont calculés dans la base des états
a un corps en utilisant l'estimation (5.12) de l'effet de mémoire. La densité
corrigée est ensuite diagonalisée en utilisant une équation maîtresse pour estimer
les nouveaux nombres d'occupation (équation (2.59)) tandis que les nouveaux
états propres sont obtenus par la théorie des perturbations (équation (2 63)) Il
est de nouveau important de noter que, par cette méthode, le système choisit
lui-même les états qui deviennent importants lors de l'évolution.
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Figure 5.7: Exemples de densités p(x,y,z = 0) obtenues par la méthode de
Hartree-Fock statique sur un réseau à trois dimensions. De haut en bas, les
noyaux de 8Be, de 160 et de 40Ca sont représentés.
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Figure 5.8: Evolution du rayon quadratique moyen (rms) en fonction du temps
dun noyau d' Osoumis initialement à une contrainte harmonique Ar2 Sur ces
graphiques, les évolutions TDHF (lignes pointillées) et ETDHF (lignes continues)
sont représentées. Haut: A= 0.65 MeV/fm2, bas: A= 1MeV/fm2.
Réponse de P160
La réponse collective d'un noyaux d'160 initialement soumis à une excitation
monopolaire est donnée par l'évolution du rayon quadratique moyen (rms) en
fonction du temps. Une telle évolution est représentée dans la figure (5.8) lorsque
le noyau est initialement soumis à une contrainte harmonique Ar2 (deux con
traintes sont représentées A= 0.65 MeV/fm2 et A= 1 MeV/fm2). Le cas d'un
noyau Be soumis initialement à une contrainte Ar2 avec A= 0.33 MeV/fm2 est
également illustré (figure (5.9)).Dans tous les cas, un amortissement plus grand
des premières oscillations est visible comparé à l'évolution TDHF. Cet amortisse
ment s'accompagne d'un effet de dilution qui se traduit par une augmentation du
rayon quadratique moyen en raison du peuplement d'orbitales peu liées. Conjoin
tement, il semble que la fréquence collective soit légèrement modifiée par l'effet
des collisions. Cet effet est en particulier visible par le léger décalage des oscilla
tions entre l'évolution TDHF et ETDHF dans les minimums (ou maximums) du
rms. Lorsque l'évolution sur des temps plus longs est étudiée, des particules sont
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émises par le noyau, entraînant une augmentation progressive du rms. Compte
tenu de la taille limitée du réseau, cette évaporation conduit à la formation d'un
gaz de nucléons et la dynamique n'est plus celle recherchée1.
3.0




Figure 5.9: Evolution du rayon quadratique moyen (rms) en fonction du temps
d'un noyau de 8Be soumis initialement à une contrainte harmonique Ar2 (avec
A= 0.33 MeV/fm2). Sur ce graphique, les évolutions TDHF (lignes pointillées)
et ETDHF (lignes continues) sont représentées.
La dissipation est visible lorsqu'on considère l'évolution des nombres d'occupa
tion qui se réorganisent sous l'effet des collisions. Cette réorganisation est illustrée
dans la figure (5.10) où les nombres d'occupation des états propres \<pi) d'un noyau
d'160 initialement contraint avec A = 1 MeV/fm2 sont représentés en fonction
de leurs énergies Hartree-Fock e» = (i \h [p]\ i) à divers temps. La variation des
nombres d'occupation en fonction du temps est également illustrée dans la figure
(5.11). Dans une dynamique de champ moyen, les nombres d'occupation sont
constants tandis que dans ETDHF une variation des nombres d'occupation est
observée. Cette variation est d'autant plus importante que l'excitation initiale
est importante. La réorganisation des nombres d'occupation s'accompagne d'une
augmentation de l'entropie (figure (5.12)). De nouveau, le désordre interne est
d'autant plus grand que la contrainte initiale est importante.
1On pourrait imaginer placer un potentiel imaginaire au bord du réseau afin d'absorber ces
particules évaporées, cependant, une partie des fonctions d'onde sera toujours réfléchie. La
seule solution viable afin d'étudier l'évolution du système sur de longs temps est d'augmenter
la taille du réseau. Cependant, dans un calcul à trois dimensions, les capacités numériques sont
rapidement dépassées.
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Figure 5.10: Nombres d'occupation mdes états àun corps en fonction des énergies
Hartree-Fock et = (i \h [p]\i) à divers temps dans un noyau d'160 soumis initiale




Figure 5.11: Evolution des nombres d'occupation mdes états à un corps en
fonction du temps pour un noyau d'160 soumis initialement à une contrainte
harmonique Ar2 avec A= 1 MeV/fm2. Haut: agrandissement de l'évolution
des nombres d'occupations compris entre 0.8 et 1, bas: agrandissement sur ceux
compris entre 0 et 0.2.
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Figure 5.12: Evolution de l'entropie S(t) en fonction du temps dans un noyau
d'160 soumis initialement à une contrainte harmonique Ar2 ( A= 0.65 MeV/fm2
(coube pointillée) A= 1 MeV/fm2 (courbe continue).
5.4.4 Conclusion
A travers l'étude de l'160, nous avons pu constater que le champ moyen étendu
conduit effectivement à une réorganisation des nombres d'occupation au cours
du temps. Cette réorganisation s'accompagne d'un amortissement des modes
collectifs. Un tel amortissement est visible dans la figure (5.8), cependant, en
raison des contraintes numériques, l'évolution du système ne peut être suivie sur
des temps plus long sans que le gaz environnant, créé par l'évaporation, ait un
effet sur la dynamique. Outre la capacité de calcul importante nécessaire pour
les simulations présentées, certaines approximations que nous avons été amenés à
faire pour des raisons numériques notamment dans le choix des états inoccupés,
sont aussi critiquables. Choisir ces états initialement conduit à des états qui
dépendent fortement de la méthode utilisée dans l'initialisation et entraîne une
évolution mal contrôlée en particulier à cause de l'évaporation de particules. Une
méthode de création des états au cours du temps, comme celle utilisée dans le
modèle schématique, devrait permettre une évaluation plus correcte du terme de
collisions.
L'étude des équations de champ moyen étendu quantique présentée tout au
long de ce mémoire a permis néanmoins de résoudre un certain nombre de pro
blèmes et l'application de cette théorie soit dans le cadre de la réponse de petit
amplitude soit directement dans une évolution dynamique est un point de départ
prometteur dans la description des phénomènes de relaxation. De plus, la possi
bilité de suivre l'évolution d'un système à travers le champ moyen étendu offre des
perspectives nouvelles, notamment pour le développement d'approches stochas
tiques quantiques. Dans la fin de ce chapitre, une discussion de ces perspectives
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est présentée.
5.5 Vers une dynamique quantique stochastique
Les théories de champ moyen étendu sont capables, en corrigeant la dynamique
1DH1, de prédire des trajectoires moyennes dans l'espace des observables à un
corps. Toutefois, des fluctuations autour de ces trajectoires sont très souvent
recherchées: c'est le cas par exemple dans la multifragmentation ou la dynamique
de fission[Abe95]. Jusqu'à présent ladescription de tels phénomènes est faite soit
dans le cadre des modèles collectifs[Hof97] soit dans des approches semi-classiques
de type Boltzmann-Langevin [Ayi88, Ran90, Gua96] et bien que l'idée d'utiliser
^SnaPp7ches <Iuantiques stochastiques ait été récemment proposée sous le nom
STDHF [Rei92], les méthodes à utiliser restent floues. Dans cette section, le rôle
clef que le champ moyen étendu peut jouer dans ces approches est discuté. En
particulier, deux scénarios sont envisagés. Le premier est construit en suivant une
stricte analogie avec les théories de Boltzmann-Langevin semi-classiques tandis
que le second offre une vision plus générale de la dynamique stochastique dans les
systèmes nucléaires. En particulier, dans les deux cas, la théorie ETDHF fournira
une base naturelle non arbitraire.
5.5.1 Dynamique de Langevin quantique
La projection sur une sous partie des degrés de liberté du système et la perte
dinformation associée, entraîne une incertitude sur la dynamique du système.
Les approches semi-classiques actuellement utilisées sous le nom de théories de
Boltzmann-Langevin interprètent le terme 8I(t) (équation (2.35)) comme un
terme fluctuant représentant à la fois l'effet des corrélations d'ordres supérieurs
sur le système et l'incertitude sur la condition initiale [Ayi88, Gua96]. La dy
namique de champ moyen étendu est alors remplacée par un ensemble de trajec
toires dans l'espace des observables àun corps. Pour des temps courts, l'application
du théorème de fluctuation-dissipation permet de connaître la probabilité que le
système ad'emprunter une trajectoire donnée àpartir de la dynamique de champ
moyen étendu [Abe95].
Dans une dynamique de Langevin, le champ moyen étendu est essentiel car
il donne non seulement la trajectoire moyenne mais aussi les fluctuations autour
de cette trajectoire. Cette dynamique a permis récemment de reproduire avec
succès les spectres de masse expérimentaux de multifragmentation [Riv98] Si la
dynamique de champ moyen étendu est connue/ce scénario peut être appliqué
de manière analogue aux systèmes quantiques. Toutefois, nous allons décrire une
démarche différente qui permet d'envisager une évolution stochastique.
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5.5.2 De la dynamique à un corps à la dynamique à N-
corps
Afin d'introduire la notion de stochasticité dans l'approche de champ moyen
étendu, il est intéressant de réinterpréter la dynamique à un corps en une dy
namique dans l'espace des fonctions d'onde à N-corps. Supposons qu'à l'instant
initial, le système se trouve dans un état pur décorrélé, représenté par un déter
minant de Slater |$o(*o)) construit sur un ensemble de A fonctions d'onde à un
corps \(pa(t0)). Dans une dynamique de champ moyen étendu, pendant un temps
Ai, la densité à un corps évolue comme:
A
p(to) = £M*o))(^(*0)| (5-13) '
i=i
oo
-+ p(t0 + At) = J2 M*o + A*)) na(t0 + At) (<pa(t0 + At)\
i=l
qui se traduit par un mélange d'états à N-corps lors de la dynamique
D(to) = |*o(*o)> <*o(*b)l (5.14)
—> D(t0 + At) =Ç \$i(to +At))Pi ($i(t0 +At)\
i
où les |$i) sont des déterminants de Slater construits àpartir des {\ipa(t0)), a —1, oo}.
Dynamique de Langevin
Afin d'introduire la notion de stochasticité dans l'évolution, les états |$;) inter
venant dans la matrice densité peuvent être interprétés comme des états acces
sibles au système au bout d'un temps At lorsque celui-ci était initialement en
|$o) et les coefficients pi comme des probabilités de transition. La dynamique
à N-corps peut alors être remplacée comme un ensemble de trajectoires possi
bles permettant de passer d'un état pur à un autre état pur dans l'espace des
déterminants de Slater. Une telle évolution peut alors être est schematiquement
représentée comme dans la figure (5.13).
Cette approche a de nombreuses analogies avec la dynamique de Boltzmann-
Langevinprésentée précédemment. En effet, le champ moyenétendu donne à nou
veau la trajectoire moyenne. De plus, en accord avec la théorie de l'information,
les taux de transition pi peuvent directement être calculés à partir de la den
sité p(t0 + At). En effet, lorsque rien n'est connu sur les corrélations à deux
corps et plus, la matrice densité du système s'écrit D —exp (- J2aXaa+aa) /Z où
(l + eXaj na = 1 (équation (2.13)). Notant que chaque déterminant de Slater
peut s'écrire
i*.-(*o» = n (<^r i°) (5-is)
ni=0,l
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Figure 5.13: Représentation schématique d'une approche stochastique pour la
dynamique quantique dans l'espace des fonctions d'onde à N-corps. Le plan
représente l'ensemble des déterminants de Slater dans cet espace. Partant d'un
déterminant de Slater, au bout d'un temps At, un ensemble de déterminants de
Slater sont accessibles correspondant à un ensemble d'évolutions possibles. Pour
des petits temps, la dynamique moyenne correspond à la dynamique donnée par
ETDHF. Sur cette figure, deux trajectoires sont représentées.
où |0) est le vide des opérateurs création a+, on obtient l'expression des proba
bilités pi :
Pi = ($,- \D(t0 + At)\ #4> = exp MT Xa (5.16)
WaÏO
Une dynamique stoquastique basée sur cette méthode utilise le maximum des
possibilités qu'offre une dynamique à un corps telleque le champ moyen étendu.
Toutefois, cette approche peut être généralisée en décrivant la dynamique du
système de façon plus correcte.
Dynamique à N-corps
La connaissance des étatsà N-corps |$;) et des coefficients p- peut servir depoint
de départ à une description de la dynamique du système prenant en compte
les corrélations à tous les ordres. Supposant que l'espace des états |<&;) dont
les coefficients pi sont grands représente une bonne approximation de l'espace
accessible au système entre tQ et t0 + At, la fonction d'onde à N-corps peut être
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approximativement écrite comme
!*(*)> = EM*)l*.-> (5-17)
i
avec |^(to)) = |$o)- L'évolution descoefficients bi(t) peut alorsêtre obtenueen re
portant l'expression précédente dans l'équation deSchroedinger ihd[ty) /dt = H |\P).
La dynamique est alors bien plus générale que cellepouvant être décrite par une
théorie à un corps dans la mesure où les coefficients bi(t) contiennent l'effet des
corrélations d'ordre deux et plus. Toutefois, il est à la fois difficile et non per
tinent de suivre |$ (t)) sur des longs temps de cette façon. En effet, les états
|$i) ne représentent une bonne approximation des états accessibles que sur des
temps courts et on s'attend à ce que les fonctions d'ondes se décorrèlent. Les
coefficients bi(t) deviennent alors des probabilités de transition et une dynamique
stochastique améliorée peut à nouveau être envisagéeen prenant des probabilités
de transition Voi(t) définies par
-Poi(t) = \($i\i$(t))\2 = \bi(t)\2 (5.18)
Ces coefficients jouent alors le rôle des pi (équation (5.16)) en contenant cette
fois l'effet des corrélations à tous les ordres sur la dynamique stochastique. On
retrouve alors une évolution consistant à une succession de sauts d'un état pur
vers un autre état pur dans l'espace des déterminants de Slater. Il est toutefois
important de noter que dans ce cas, la dynamique de champ moyen étendu ne
représente plus la trajectoire moyenne. ,
Ces scénarios de dynamique stochastique reposent tous sur une dynamique de
champ moyen étendu montrant à nouveau les enjeux associés à la mise en œuvre
d'une telle théorie.
5.6 Conclusion
Dans ce chapitre, la dynamique de champ moyen étendu a été étudiée tout
d'abord à travers un modèle schématique puis dans un noyaux d'160. L'utilisation
d'un modèle schématique a permis de tester une méthode novatrice pour in
clure les collisions entre nucléons en allant au delà des théories de champ moyen
dépendant du temps. Cette première étude a souligné les perspectives offertes par
ETDHF dans la description microscopique de la dissipation. Lorsque les effets
des collisions entre nucléons sur la réponse du noyaux sont étudiés, de nom
breuses difficultés s'ajoutent: le temps de mémoire relativement long, le nombre
et la pertinence des états à un corps inoccupés. Un traitement approximatif du
terme de collision où les effets de mémoire et les composantes non diagonales ont
été pris en compte, a permis d'étudier la réponse de l'oxygène à une excitation
151
5.6 Conclusion
monopolaire. Cette étude, en démontrant à nouveau la possibilité d'améliorer la
description des mouvements collectifs et de décrire la réorganisation des nombres
d'occupation, devrait ouvrir la voie à de nouveaux développements théoriques.
La discussion sur la possibilité de définir des approches quantiques stochas
tiques afin de décrire des phénomènes tels que la multifragmentation nucléaire, a
finalement permis dereplacer la théorie dechamp moyen étendu dans un contexte
plus général. Cette théorie devrait jouer un rôle principal en servant de point de




Le problème que nous nous sommes posé dans ce travail dedoctorat était double:
tout d'abord introduire et étudier les aspects quantiques et statistiques dans les
systèmes nucléaires, ensuite développer des théories de transport permettant une
compréhension microscopique des phénomènes de relaxation et de fluctuation
dans la dynamique des noyaux, tout en tenant compte des effets de structure.
La première étape de ce travail consistait à avoir une approche globale du
problème à N-corps nucléaire. A travers la hiérarchie BBGKY, il a été rappelé
comment l'étude microscopique des noyaux repose sur des théories de plus en
plus complexes prenant comme point de départ les théories de champ moyen
et incluant progressivement l'effet des corrélations à des ordres de plus en plus
grands.
Lechampmoyen donneune descriptionadéquate de la structure et desaspects
statistiques des noyaux lorsque les corrélations sont faibles. Une illustration de
l'application de cette théorie a été donnée dans l'étude des mouvements de petite
amplitude où les concepts de noyaux chauds et de résonances géantes constru
ites sur des états excités du système ont été illustrés. Cette étude a ensuite été
généralisée aux mouvements de grande amplitude dans les noyaux chauds. Ceci
nous a conduit à rappeler le scénario des réactions aux énergies intermédiaires
et l'importance de l'expansion dynamique et thermique des systèmes formés lors
de ces collisions. Une étude de l'expansion radiale dans TDHF a clarifié la no
tion d'équation d'état dans les systèmes finis ainsi que le lien avec les modèles
d'expansion collective. Il a été montré que les effets quantiques, les effets detaille
finie ainsi que l'interaction coulombienne jouent un rôle important dans cette
équation d'état. Une certaine prudence doit donc être adoptée dans l'extension
des concepts de la matière nucléaire infinie aux noyaux. De plus la dynamique
d'expansion ne peut en général se réduire à une seule vibration monopolaire en
raison de la réponse collective parfois complexe et de l'évaporation.
Conclusions et perspectives
Les théories de champ moyen contiennent simultanément les aspects quan
tiques et statistiques dans un cadre microscopique. Cependant, elles ne permet
tent pas de décrire les phénomènes de relaxation et des approches allant au delà
du champ moyen doivent être utilisées. C'est dans ce contexte que les différentes
théories permettant de prendre en compte les effets à deux corps ont été intro
duites. Parmi celles-ci, la théorie de champ moyen étendu (ETDHF) apparaît
comme 1une des théories les plus prometteuses.
Jusqu'à présent, en raison de la complexité de cette théorie, elle n'avait pu être
appliquée que dans une limitesemi-classique (BUU,BNV) en donnant une descrip-
ùon des mécanismes des réactions entre ions lourds aux énergies intermédiaires,
cependant, en incluant la nature quantique des nucléons, ETDHF s'avère une
théorie qui dépasse les limitations des modèles semi-classiques. En particulier elle
rend possible àla fois l'étude de la dissipation dans les noyaux et des mécanismes
de reaction lorsque la structure est importante.
Les fondements théoriques et les équations de champ moyen étendu quan
tiques sont connues depuis longtemps. Cependant, elles n'avaient été appliquées
jusqu a présent que de manière incomplète et les phénomènes conduisant à ladis
sipation dans un tel cadre étaient mal étudiés. Un des premiers aboutissements
de ce tray^l aete^a travers les différentes applications, d'analyser les différentes
facettes de ETDHF. Etant intimement liée aux champ moyen, cette théorie inclue
également les aspects quantiques et statistiques dans la dynamique des noyaux
chauds. L^introduction des corrélations permet de plus de rendre compte des
phénomènes dissîpatifs : amortissement, thermalisation...
Dans un premier temps, les propriétés de ETDHF ont été discutées. Dans
cette théorie, les collisions entre nucléons entraînent une réorganisation des états
a un corps et des nombres d'occupation. En particulier, ces collisions ont un effet
non local en temps alors que les théories de transport semi-classiques supposent
un effet instantané des collisions. Une telle hypothèse ne peut être utilisée dans
une approche quantique sans entraîner des problèmes conceptuels importants.
Les résonances sont un des domaines de la physique nucléaires où les effets
quantiques, le traitement statistique et les effets dissîpatifs doivent être traités
simultanément. L'étude de ces résonances a été une étape essentielle dans la
compréhension de l'amortissement dans les noyaux. Dans ce contexte, la philoso
phie de la démarche scientifique qui a été suivie tout au long de ce travail a
tout dabord ete présentée. Ainsi, nous avons montré que le champ moyen seul
ne permet pas de comprendre la décroissance des résonances géantes. Partant
des méthodes employées pour le champ moyen (la RPA), de nouveaux outils (la
RPA étendue) ont été développés et utilisés afin de tenir compte des corrélations à
deux corps. Cela arendu possible, pour la première fois dans un cadre quantique
1application de ETDHF dans les noyaux. Dans ce contexte, les corrélations à
deux corps sont souvent supposées être une voie principale de décroissance pour
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les modes collectifs. Avec ETDHF de nombreux aspects des mécanismes de re
laxation ont été clarifiés :
1. cette étude a permis d'approfondir l'effet des corrélations à deux corps sur
les modes collectifs. Ainsi, lors des collisions entre nucléons, les modes
collectifs se couplent aux degrés de liberté individuels en leur transmettant
une partie de leur énergie. Ce couplage, en conduisant à une disparition du
mode collectif, contribue à la largeur d'étalement.
2. L'étude plus particulière du 40Ca a permis une analyse quantitative de
l'effet des collisions entre nucléons sur la décroissance des résonances géantes
monopolaire, dipolaire et quadrupolaire, froides ou chaudes. Ces exemples
ont montrél'importancedes effets quantiques et de la statistique de Fermi-
Dirac, notamment à basse température où les voies de décroissance sont
fortement réduites. Lorsque la température augmente, la largeur d'étalement
augmente, montrant l'importance des collisions entrenucléons dans les noy
aux chauds.
Ces approches n'offrent toutefois qu'une description partielle des phénomènes
de relaxation et, dans un cadre plus complet,on s'attend à ce que la décroissance
des résonances géantes révèle directement les propriétés des couplages entre les
modes collectifs et les états du noyau composé. La théorie de champ moyen
étendu a été généralisée par l'introduction successive des degrés intrinsèques de
plus en plus complexes du noyau. Les effets pouvant survenir en supposant une
hiérarchie dans les degrés de liberté du noyau ont été discutés. Ainsi, nous
avons prédit que de nouveaux phénomènes, tels que l'apparition de fluctuations
d'Eriscona plusieurséchelles, peuventsemanifesterdans la réponse du noyau, ou
vrant des perspectives expérimentales nouvelles. Ces mécanismes reposent toute
fois sur l'existence d'une hiérarchie très particulière des couplages qui peut être
critiquée. En effet, en utilisant une vision plus générale des couplages en cascade
dans l'hamiltonien nucléaire, où les états intermédiaires sont couplées aux mêmes
états, nous avons mis en évidence l'apparition de franges d'interférences dans la
fonction de réponse. Ces interférences conduisent, dans les mêmes conditions que
les fluctuations d'Ericson, à des fluctuations devant toutefois être interprétées
différemment. Dans les systèmes nucléaires, les voies de décroissance ne sont pas
a priori disjointes et on s'attend à ceque cephénomène se produise effectivement.
A travers les modes collectifs, les théories de champ moyen étendu ont été
appliquées dans la limite des mouvements de petite amplitude où une version
linéarisée des équations est suffisante. L'extension de ces applications aux mou
vements de plusgrande amplitude requiert l'utilisationdes équations dynamiques
générales. La théorie ETDHF reste une théorie complexe, que les méthodes semi-
classiques simplifient. Nous avons étudié dans quelle mesure les effets quantiques
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sont importants dans la description des réactions entre ions lourds aux énergies
intermédiaires. La réponse à cette question a été donnée à travers l'étude de
1expansion des noyaux chauds où les théories semi-classiques ont été comparées
systématiquement aux simulations quantiques équivalentes. En l'absence de cer
tains aspects quantiques, tels que la délocalisation et la dynamique des fonctions
donde, on sattend ace que les théories semi-classiques présentent des différences
avec les résultats quantiques. La comparaison amontré des différences parfois im
portantes, notamment dans l'évaporation et la dynamique collective, démontrant
la nécessite daller au delà du champ moyen dans un cadre quantique.
L'inclusion des effets àdeux corps directement dans la dynamique des noyaux
a finalement ete discutée. La première étape dans l'application de ETDHF a
ete de proposer une méthode novatrice permettant de résoudre cette théorie sans
ajouter dautres approximations. Une telle méthode manquait jusqu'à présent.
Cette méthode a tout d'abord été testée sur un modèle schématique. Dans ce
cas, une comparaison avec la dynamique exacte a montré les perspectives nou
velles qu offrent le champ moyen étendu en rendant possible une description con
sidérablement améliorée de la dynamique à un corps. L'application au modèle
schématique a également illustré l'efficacité de la méthode. En particulier la
prise en compte de l'effet de mémoire sur les collisions et la reconstruction 'des
états a un corps au cours de la simulation permet au système de choisir lui même
son évolution en tenant compte de son histoire passée. Les premières applications
sur la vibration monopolaire du noyau d'160, présentées àla fin de ce mémoire,
ont illustre 1effet des corrélations à deux corps sur la dynamique nucléaire. Lors
de 1évolution, les collisions entre nucléons entraînent une variation des nombres
doccupation et des états propres de la densité. Conjointement, les modes collec
tifs samortissent davantage que dans une dynamique de champ moyen. Atravers
cet exemple, les difficultés qui persistent notamment en raison de la puissance
numérique requise pour appliquer cette théorie, ont finalement été discutées.
En démontrant la possibilité de décrire en même temps les aspects quan
tiques et dissîpatifs dans les noyaux, ce travail ouvre la voie à de nouveaux
développements théoriques. Ces approches devraient àcourt terme offrir un cadre
théorique plus complet que les méthodes semi-classiques. De façon plus générale
la maîtrise des théories de transport quantique permet de faire le lien entre les
mécanismes de réactions et la structure des noyaux. Un tel lien devrait être une
aide considérable dans l'étude de la structure des noyaux exotiques qui connaît
actuellement un intérêt très particulier avec l'utilisation de faisceaux radioactifs
Un premier exemple d'une telle étude est donné en annexe D.
L'inclusion des corrélations permet d'étudier les systèmes complexes dans
lesquels les modèles de particules indépendantes ne fournit pas une approche
suffisante. Cest le cas par exemple des halos à plusieurs neutrons qui sont dis




des phénomènes de relaxation dans des théories microscopiques est un problème
général de la physique actuelle. Ainsi, les concepts et les méthodes développés
dans ce travail de doctorat peuvent être étendus à d'autres domaines. En par
ticulier, de telles méthodes devraient permettre de clarifier le comportement des
mouvements collectifs dans les condensats de Bose-Einstein [Gar97] qui ont pu
être récemment observés sur des métaux alcalins confinés à l'aide de champs
magnétiques [Bra95].
L'introduction de corrélations au-delà du champ moyen améliore la description
globale des systèmes complexes nucléaires. Elle est en particulier indispensable
à l'étude des phénomènes de dissipation. La diversité des phénomènes physiques
pouvant se produire dans les noyaux nécessite toutefois d'aller une étape plus loin
dans le niveau de description. Les approches stochastiques quantiques sont les
voies les plus prometteuses vers une approche microscopique des phénomènes tels
que les brisures de symétrie dans la multifragmentation ou encore la dynamique
de fission ou de fusion. La dissipation étant intimement reliée aux fluctuations,
les approches de champ moyen étendu devraient servir de point de départ à la
réalisation de ces approches stochastiques.
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Annexe A
Relations utiles pour la RPA
A.l Equation RPA et notation de Liouville
L'introduction des notations de Liouville [Zwa60, Cho95], permet une écriture
élégante des équations RPA. Cette notation consiste à considérer les matrices den
sités (et plus généralement les opérateurs à un corps) comme des super vecteurs
|| 8px >> dont les composantes sont indicées par a = (i,j). On applique sur
ces vecteurs des super-opérateurs. Ainsi, on définit les opérateurs utilisés dans
l'équation RPA (3.13):
S = [h°, -] (A.l)
F'= [•,/] (A.2)
V = Tr2(.v72) (A.3)
Kkpa = £ + FV (A.4)
dont les éléments de matrice dans la base de Hartree-Fock s'écrivent en utilisant
la notation a = (i,j) et P = (k, l) :
£<x/3 = (si —£j)àa,p = Saj3Aea (A.5)
Fap = (nj —nj)8a,p = -Sal3Ana (A.6)
Vap = {H\%\jk) (A.7)
L'équation RPA devient alors similaire à une équation aux valeurs propres :
JCupa II 6px >= hux || Spx > (A.8)
où la relation d'orthonormalisation généralisée s'écrit
< Spx || T~x || SPli >= ^at^t (A.9)
A.2 Développement en multipoles de la RPA
associée à la relation de fermeture
uxEW* A
r-r II Spx X Spx || T~x = 1
A lW>l (A.10)
Utilisant la notation a = (i,j) et à = (j,i) pour (i <j), on peut réé










A.2 Développement en multipoles de la RPA
Etant donné que le hamiltonien nucléaire conserve le spin total et la parité pour
les noyaux sphériques, l'équation RPA est en général résolue dans un sous espace
de spm total J et de parité tt donnés. Dans ce cas, un état collectif s'écrit (en
omettant la parité):
\X,J,M) =(QJttX)+\0) (A>13)
Comme l'opérateur de création est un opérateur tensoriel àun corps, on peut le
développer sur une base à un corps comme
(Qm,x) = E (jm (QJm,x)+ j'm')afmajlm, (A.U)
j,m;j',m' '
et utiliser le théorème de Wigner-Eckart:
{j™\(QJM,x)+\j'm') =(-1)\J--m f j J j'
\ —m M m'')(4^+\\r) (A-i5>
Cette expression, où la notation standard des symboles 3j aété introduite, montre
qu il suffit de résoudre l'équation RPA pour un Mdonné (en général M= J ou
M- 0). Le théorème de Wigner-Eckart permet de réécrire l'équation (A 14)
comme[Cat89] ' '






Relations utiles pour la RPA
et
Btt(J,M)= E (-l)3l~mi{Jkmkji-ml\JM)aimkalmi (A.18)
171%,mi
Ainsi, un état collectifde multipolarité (etde parité) donnée, se développe unique
ment sur des états (A;, /) dont les nombres quantiques sont compatibles avec ceux
du mode collectif.
L'utilisation des notations de Liouville permet à nouveau de donner une forme




Les divers éléments intervenant dans ces expressions s'écrivent (en prenant a =
(k,l)et p= (m,n)):
Aj> = jm - jn
VJaP= {HF\Ba(J,M)VX2B+(J,M)\HF) (A.20)
Ba(J,-M)= (-1)A^~MB+(J,M)
Une fois que l'équation RPA est résolue, les éléments Xkj (J) et Yk{ (J) as
sociés à un mode collectif 8pxM , s'expriment à partir des éléments Xkl (J) et
Yk) (J) grâce à la transformation (A.15). On obtient également
^^ =(i^hr|W =-An^'M(J)^° if^ +mt =M
tpïH = (jimi \SPJXM\ jkmk) = -AnlkYk)M (J) # 0 if to* - m, = -M
(A.21)
A.3 Règle de somme m\
En utilisant la relation de fermeture sur les modes collectifs, la règle de somme
mi (équation (3.29))[Vau83] devient:
mx = l-<[F\\H,F\\>o (A.22)
Lorsqu'un opérateur F d'excitation multipolaire de la forme
F = rL'YL0, avec L' = L + 2 pour 1 = 0
L' = L pour L>\
(A.23)
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plus at té S T 1S°!!CtrelleS' Un °pérateUr déPendant d* Isospin est dePlus ajoute (dans le cas N=Z, cet opérateur est rz). Lorsque de plus, une inter
action de Skyrme est utilisée, mx s'écrit àtempérature finie comme [^84]
1 2m a ai, \T /0 Isoscalatre
"*- &¥LJ2i^(r^2)Q(l-K) Isovectoriel ^
t^tl^ZTles moyennes sont calculées avec la densité *****à
(r2L~2) =jjPo(T)r2^2dr (A.25)
et
2m r , 1 1 1 7 r
*=F l'1 (1 +2Xl) +^ +2X2)] j/po(T)2dr (A.26)
où les paramètres intervenant sont les paramètres de la force de Skyrme.
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Annexe B
Relations utiles pour les réponses
collectives
B.l Fluctuations d'Ericson dans la réponse nucléaire:
Cette annexe montre comment la largeur des fluctuations peut être extraite en
utilisant la méthode d'autocorrélation sur la fonction de réponse. La réponse est
donnée de façon générale par l'équation (3.41)
Lorsque la matrice de recouvrement est séparée en une partie fluctuante et une
partie moyenne, 80, = O, —Ô(E,), la réponse peut égalemement être séparée
en deux. D'un côte, elle contient une partie moyenne R (E) = fSE dE' R (E') qui
peut être écrite pour E > 0 comme:
R(E^hLdE'^w^mW^pô{E) m)
où la densité d'états p(E) = £M S(E —E») a été introduite, ainsi que la densité
moyenne p= f5E dE' p(E') /SE = 1/AE et lajargeur moyenne t (l'intervalle
d'intégration SE étant supposé très supérieur à T). La partie fluctuante de R(E)
est donnée par
Cette partie fluctuante contient également l'information sur l'échelle des fluc
tuations T comme il a été démontré par Ericson[Eri63]. En effet, la fonction
d'autocorrélation associée à la partie fluctuante s'écrit:
CR(E) = — / dE'8R* (E') 8R(E'+ E) (B.4)
oh jEq
B.2 Approche standard des mécanismes d'amortissement
^fSEJEn E'-E*. E'A-E- (B.5)
ou la notation £M - E» - iT^/2 est utilisée pour les énergies complexes. Si on
impose de plus SE > F, l'intervalle d'intégration peut êtreétendu à l'infini et on
peut évaluer l'intégrale de Cauchy de (B.5)
CRiE) =Se^e,-E-s;+" —v <B-6)
Si de plus on suppose des corrélations aléatoires sur les recouvrements 80^80^ =
àO* &nv, la fonction d'autocorrélation devient:
-.,_• 4tt SO2
Une expression similaire peut être obtenue pour la fonction de réponse définie
par:
S(E) =-I/to (R(E)) =i- E rMl(Hfo/°|2 (B 8)
r KK» 27cZf(E-E„)2 +Tl/4 {ï5-*}
En effet, prenant la fonction d'autocorrélation associée:
1 rE0+6EC(E) =5- jEo dE' 8S (E') 8S (E' +E) (B.9)
et utilisant S(E) = -1/(2*V) (R(E) - R*(E)), on obtient
„. „s 2 SO2C(E) =TKÊeT^f (B-1»)
Cette relation montre, que, pour des états se chevauchant fortement, on peut
extraire la largeur caractéristique des fluctuations dans la fonction de réponse
par la méthode d'autocorrélation [Eri63].
B.2 Approche standard des mécanismes d'amor
tissement
La diagonalisation du hamiltonien H = Ê0+ V avec
HolColl) = ECou\Coll) (B.ll)
Ho\i) = Ei\i) (B.12)
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donne les états propres
\l*) = c^coii \Coll) + E <W \i) (B-13)
i
associés aux énergies E^ données par la relation de dispersion
Fv-Ecoii^fAEJv2 (B.14)
a |2dans laquelle une interaction constante v2 — (Coll\ V \i)\ a été supposée entre
le mode collectif et les états \i) alors que l'interaction ne couple pas les états \i)
entre eux: (i'\ V \i) = 0. La matrice de recouvrement 0M = \(p \Coll)\2 s'écrit
alors
0-=|c^"|2=îTmK (B-15)
où fn est défini par
/•W-ÇiFrsyr <B-16)
donnant la relation de récurrence:
fn+1(E) =-n^l (B.17)
Afin de retrouver la forme usuelle de la distribution de Breit-Wigner, on suppose
en général une densité d'état constante, avec des états espacés régulièrement:
Ei —Eî-i = AE. Utilisant l'égalité J*n 1/ (x —n) = îrcot (irx), la relation de
dispersion devient
E, -Ecu -A(*,) - g§ cet (,(E' if"'^ (B.18)
De plus, utilisant (B.17), on obtient
A(^)-^(l+«*"(,i^*ïl)) (B.19)
qui en reprenant (B.18) devient
A(£W-(j!L+&Z*Z-£) (B.20)
La matrice de recouvrement, s'écrit de manière exacte sous la forme:
v2
O» = 7 ttx ô (B.21)
qui est une Breit-Wigner de largeur T2Coll = 4(v2 + v4ir2/AE2). Dans la limite
d'un spectre continu, on retrouve la règle d'or de Fermi Tcoii —2ttv2/AE.
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B.3 Description microscopique des fluctuations
dans la fonction de réponse
Reprenant la dérivation précédente, des fluctuations sur la fonction de réponse
peuvent, par exemple, être obtenues en introduisant un terme fluctuant 8V dans
l'interaction résiduelle. Définissant
fit)'àfn (E) =E rE _%Ei)n (B.22)
(Co//| V+ 8V \i) - v2(l + Svi) , la nouvelle relation de dispersion s'écrit:
E* " Ecoii = v2(fx (E») + Sfx (£„)) (B.23)
tandis que les recouvrements deviennent
n = 1
* l+^MEJ +SMEJ) (B-24^
Pour un spectre uniforme d'états \i), utilisant les diverses relations ci-dessus, on
obtient:
I!,-Jfc»-»»(^«*(»lS^2Sl)+*A(*.)) (B.25)
qui permet de calculer f2 (E^,)
ME.) =^ (l+«*'(3^)) (B.26)
=(â^ +^ 4(^-^«-^/i(^))2) (B.27)
La dernière relation peut être introduite dans la matrice de recouvrement, don
nant 0^ = 0M + 80n, et dans laquelle
°-= (*+aî)+'U-w (B-28)
La partie fluctuante devient
SOtl =Ôl(2(E,-Ecoii)Sfx(E(i)-v2Sf2(Eli)) (B.29)
Finalement, on obtient:
S0» = ÔJ E SviSo,, (Ei) (B.30)
i
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avec
En utilisant la définition SviSvj = Cij pour la corrélation des termes d'interaction
fluctuants, la corrélation 80^80» sur les recouvrements s'écrit:
S~ÔJO~v = 0\0l E CijSo, (Ei) Sov (Ej) (B.32)
ij
Si de plus, on suppose des corrélations aléatoires sur l'interaction fluctuante c^ =
SO„SOv = Ôfîl E «Sa» (Ei) 8ov (Ei) (B.33)
i
remarquant de plus que chaque énergie E^ est toujours proche de celle d'un
des états \i) (noté |iM) et associé à l'énergie JS?,;M). Dans So^, principalement la
composante associée à iM contribue 80^, « Ô^6u,-MôM U&M) •La corrélation devient
^^â « V ÔJ «„&£ (£,-„) =^ <50J (B.34)
Qui est exactement l'hypothèse de corrélations aléatoires nécessaire pour obtenir
des fluctuations d'Ericson.
B.4 Couplage des états intermédiaires avec des
états de décroissance communs :
Dans cette annexe, le cas où des états \v) (avec H0\v) = Ev\v)) se couplent
aux mêmes états \i) (avec H0 \i) = Ei \i)) via une interaction résiduelle V, est
considéré. La diagonalisation de l'hamiltonien H = H0 + V donne les états
Im) = E<w» + E<wI0 (b-35)
v i
L'équation de Schrôdinger associée conduit à
c^E^-E») = E<W>I^> (B.36).
i
c^E.-Ei) = Y,c»Av\VW (B.37)
u
Si on suppose une interaction constante (v\ V \i) = v et on définit les coefficients
a\ = J2v <W et a2^ = J2i <W.> les équations précédentes s'écrivent
,2
Va" (B.38)Gfi,v — E,j, —E„
<W = ^~ (B.39)Jc/fi — rji
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donnant les relations sur a1 et a2:
< = EE~E- =valFx(Efi) (B.40)
2 v—* v Œ1%= L Efi _*E. =val fx (E„) (B.41)
Dans ces expressions, les fonctions /„ et Fn s'écrivent:
Fnm =?(^W (R42)
fn{E^ =Ç(^rW (B.43)
La relation de dispersion associée aux énergies E? devient
1= v2 Fx (E,) fx (E,,) (B.44)
De plus comme dans les divers calculs précédents, la condition de normalisation
sur les fonctions d'onde permet de donner une autre relation entre les coefficients
g et a :






vAE{(En) f2(Eli) +v2F2(Ell) (B-46)
«* h (En) +V* f! (E^ F2 (E^ ^'^V =
Ces expressions permettent de trouver les coefficient
|2 1 !
s cn,l>
L |2 = __i 1
1^ (£w - Evf v2F?(En)f2(En) +F2(En) (R48)
lC-l (^ _jg. )2 /2(^) +v2/l2(^)F2(^) (R4Q)
Si les états \i) espacé uniformément tous les AE2, fx devient
h{E)=ikcoi(*AEi) (B-5°)
et la relation de dispersion
cot (tt^-) =è£l R-1 (E ) (nv\V AE2) ttv2 x K *> (B-51)
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La relation sur f2 prend alors la forme




" (£, - Ev)2 \T2 + F,-2 (En) +v2F2 (En) Fr1 {EJ
où v2/AE2 = T2/2t.
Afin de calculer la fonction de réponse, on introduit une amplitude de tran
sition Av pour chaque état v. Deux cas conduisant à des solutions analytiques,
peuvent être alors considérés:
• i) Chaque état p se décompose sur de nombreux états: si on suppose que




et si on introduit une hypothèse de phase aléatoire sur les produits AvCn,v,
la matrice de recouvrement devient
O ~A2Y\c |2- A2v2Fr2(En)F2(En)
" ^M ~ \n +F^(En)+v2F2(En)F^(En) ^
Dans la limite d'une interaction v faible, l'expression se simplifie:
A2v2 F2 (En)
<V«tîm + Fx'2(En) Fx2(En) (B.56)
ii) Chaque état p est couplé à peu d'état v: dans ce cas, on ne peut faire
une hypothèse de corrélations aléatoires. Toutefois, supposant à nouveau
une probabilité de transition constante Av —A, on obtient
0,= / j AvCn,i/ = A2 a:
AV
lT22 + Fr2(En) +v2F2(En)F^(En)
(B.57)
Dans la limite d'une petite interaction v, on trouve
AV
o, = -x\T2 + Fr2(En) (B.58)
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Afin d'aller plus loin dans cesdeux limites, corrélationsaléatoiresou non dans
les recouvrements, il est nécessaire de préciser les états v. Considérant ces états




Donnant finalement dans le cas de recouvrements corrélés ii)
AV
ï^ + ^tan^Ti-jJ^
tandis que lorsque les recouvrements sont décorrélés i), on a
>v(i+u.'(,ar)) ,B62.
"ln+^'(,i)' (B-62)
B.5 Interférences dans la fonction de réponse
collective
Le cas d'un mode collectif |Co//) couplé à des états intermédiaires qui décroissent
vers les mêmes états peutfinalement êtreconsidéré. Dans cecas, lemode collectif
se couple à un premier ensemble d'états \u) (par une interaction résiduel Vx). Ces
états se couplentaux mêmes états \i) par une interaction V2 . Les états propres
du hamiltonien Ê = Ho + Vx + V2 (où \Coll), \v) et \i) sont les états propres de
Ho) se développent comme
M = c»,Coii \Coll) + E c^ \v) + E c^ \i) (B.63)
v i
L'équation de Schrôdinger donne les relations
^,Coii(En-ECoii) = Y,c»,AColl\Vi\v)=vial (B.64)
c^(En-Eu) = c^Coll(v\Vi\CoU) +Y4Cn^u\V2\i) = viC^Coll^r(^)
i
Cn,i(En-Ei) = J2cIXtl/{v\V2\i}* = v2al (B.66)
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où des interactions constantes (Coll\ Vx \v) = vx, (v\ V2 \i) = v2 ont été supposées
et où a1^ = £„ cn,»' al ~ E» c*m- La Première équation donne
vXal
t,n — &Coll
permettant de réécrire les deux autres équations:
(B.67)
C™ Eu — { VK +v*î\ (B-68)—Ev \En~ Ecoii J
(B.69)V2alC<W ' En-Ei
Il en résulte les relations suivantes entre les coefficients ax et a2 (en utilisant les
fonctions définies dans l'annexe précédente):
La relation de dispersion associée aux énergies En devient:
1=L % +v2 fX (E,)) Fx (En) (B.72)
\±jn — &Coll J
Utilisant la condition de normalisation sur la fonction d'onde, une nouvelle rela
tion entre les coefficients a peut être déduite:
1-ïï^+**'>™+(s?h+'*$'*(fW (B73)
donnant l'expression suivante pour a* :
«*"- kir*2 /ift)+(A+''/ift))! MK))1
(B.74)




" v2 + v\ f2 (En) (En - Ecoiif + (v2 + v2 fx {EJ (En - ECoii))2 F2 (E»)
(B.75)
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2stjr:ï£::taUsecond niveau de -^smt -^^
donnant /2
A<*>-â(1+,<"à))-(à+H (B-77>
La relation de dispersion associée devient
f, r^ ï _ et1 (En) v2
v2 (En - Ecoii) vi v <J'
conduisant à
0, = \cn,Coll\2 = = VM
«2«1 + ^ (En - Ecollf + f-(V^Cf} - V2)2 + (E»-Ec0iù2vlF2(Eu)\ Fi{En) IJ T K(Ën)
stnplifilelr22^ '^ DanS ^^ ^~* °' rexpression Précédente peifêlre
O - j/* I2 - U2yl
^/•-iccozzl -if— —- . -y (B.80)
Si de plus on suppose que le premier niveau de couplage est constitué d'états v
unitormement espaces de AEX, on obtient pour Fx
Fx(En) =^ cot^J?£) (R81)
donnant finalement l'expression recherchée de la matrice de recouvrement:
u* —\cCoii\ = rj — —j 1-v • .%(^ "^)2+£ ((^ - feO tan (x^) - Ç.)2 ( }
dans laquelle Ti = 2-kv\/AEX.
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Annexe C
Méthodes numériques pour le
champ moyen
Il existe un très grand nombre de méthode pour résoudre les équations de champ
moyen statiques ou dynamiques. Le but de cette annexe n'est pas de faire une re
vue exhaustive des techniques existantes mais de présenter les diverses méthodes
utilisées tout au long de ce travail. Ces méthodes ne se limitent pas au problème
de champ moyen mais s'appliquent à tout type de problème de recherche d'états
fondamentaux ou d'évolution en temps.
Cl Résolution des équations Hartree-Fock sta
tiques
L'équation statique de Hartree-Fock est uneéquation auto-consistante auxvaleurs
propres qui se développe a priori sur tous les éléments d'une base complète à
un corps. Pour l'équation (4.15), la représentation choisie est la représentation
continue de l'espace r et contient a priori un nombre infini d'éléments. Toutefois,
l'espace est discrétisé sur un réseau de taillefini et de pas Ar. L'équation devient
alors un problème matriciel
h \<f) = e \ya). (Cl)
\(pa) devient un vecteur avec un nombre fini de composantes <pf, où i est un
indice caractérisant les noeuds du réseau. Dans certain cas, par exemple pour les
noyaux sphériques, l'équation (Cl) peut directement être diagonalisée. Ainsi,
partant d'un ensemble de fonctions d'onde test (en général, les fonctions d'onde
d'un oscillateur harmonique de type Nilsson déformé ou non) servant à calculer
un hamiltonien effectif h(°\ le hamiltonien /i(0) est diagonalisé. On obtient de
nouvelles fonctions d'onde, qui permettent de recalculer la densité et un nouveau
C.2 Résolution des équations Hartree-Fock dynamiques
hamiltonien *W. L'opération est ensuite itérée jusqu'à convergence.
nenvTT te. "T^ d«?Tts du réseau devient trop grand, les matrices nepeuvent plus être diagonahsees et d'autres méthodes sont nécessaires. Très sou
vent j ai eu recours à la méthode des temps imaginaires qui permet de façon
itérative de converger vers les états propres de basse énergie avec un temps de
calcul petit. Afin de comprendre cette technique, on peut supposer avoir une
recherchés det ^^ d'°nde ** ^^P6 Sm hs états pr°Pres
10 =Eo.lV>01> (C.2)
Supposons qu'un opérateur e"*' */» est appliqué àcette fonction d'onde1, il vient
en notant e0 l'énergie la plus basse:
e-Ath/h\<f>} =e-Ai°o/nj2Cae-Ai(ea-So)/nl(pa)
Ci
L'application d'un tel opérateur réduit donc la contribution des états de haute
énergie au profit des états de plus basse énergie. Des applications successives
de cet operateur, accompagnées d'une renormalisation conduira à trouver l'état
de plus basse énergie. Lorsqu'un ensemble d'états est recherché, l'opérateur de
temps imaginaire est appliqué àun ensemble de fonctions test. Achaque étape
ces fonctions d'onde sont orthonormalisées et le champ moyen réajusté.
En pratique, étant donné que hn'est pas diagonal dans la base du réseau,
1exponentielle doit être remplacée par un opérateur ayant les mêmes propriétés.
La méthode la plus simple consiste à prendre un paramètre At petit (tel que
At(ea-eo)h < 1), ce qui permet de prendre simplement le développement
tronque de lexponentielle:
p-AtA/fc-i (&th\ 1 (Ath\2
Cette méthode est par exemple la méthode qui est utilisée dans le programme
écrit par P. Bonche [Kim98] et qui a servi de base au champ moyen étendu.
C.2 Résolution des équations Hartree-Fock dy
namiques
L'évolution dynamique des fonctions d'onde àun corps pendant un temps At
s écrit a 1aide du propagateur associé au champ moyen comme
\<fa(t +At)) =e-*ftt+AthW* |p° (t)) «c4a* Ht+At/2) |v« ^ (a5)
i,Cette opérateur est équivalent àun propagateur àun corps dans un champ constant etdans lequel on aurait introduit un potentiel imaginaire -iAt/h
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L'évolution est alors séparée en deux étapes:
• h(t + Ai/2) est tout d'abord calculé en propageant les fonctions d'onde
jusqu'au temps t + Ai/2 avec le champ moyen calculé au temps t.
• Les fonctions d'onde au temps t sont repropagées jusqu'au temps t + At
a,vech(t + At/2).
A nouveau, ces deux propagations requièrent l'application d'une exponen
tielle de h. Il est encore une fois possible de faire un développement limité de
l'exponentielle:
n=0
Cette méthode est très rapide car elle ne nécessite qu'un procédure itérative de
multiplication par des matrices. Toutefois l'opérateur obtenu en tronquant la
somme n'est plus unitaire. Afin de ne pas perdrede particules lors de l'évolution,
il est nécessaire de tronquer à un ordre assez grand (typiquement à l'ordre
4). Pour éviter le problème de non-unitarité, diverses techniques existent. Ces
méthodes consistent à prendre un autre opérateur unitaire ayant le même déve
loppement que l'exponentielle jusqu'à un ordre donné en At/ h. La première
méthode consiste à prendre[Neg82]
e~*-t&th w t MJ1 (c.7)1+^-h K
qui est correct àl'ordre 2en At/ h. L'inversion de la matrice (l +*4|pj devient
très long lorsque le nombre de pas du réseau augmente. Toutefois, cette méthode
est en général utilisée pour les noyaux sphériques où le nombre de pas du réseau
reste relativement petit.
Finalement, lorsque le réseau devient grand, la méthode du "split-opérator"
[Fei82] a été retenue aussi bien pour l'évolution dynamique que pour le temps
imaginaire. Cetteméthode revient à développer lepropagateur comme unproduit
de trois exponentielles séparant la partie potentiel de la partie cinétique:
e-*Ath « e~iAt^ e-ïAtUM e~iM^ (C.8)
Cette expression est également vraie jusqu'à l'ordre 2 en At/ h. L'application
de cette méthode se fait par des transformées de Fourier rapides successives
(FFT). Si au départ la fonction d'onde est exprimée dans la base r, on passe en
représentation p par une FFT. Dans cette base, le terme cinétique est diagonal et
l'application de l'opérateur exponentiel devient une simple multiplication. Puis,
on revient dans la base r par une FFT inverse afin appliquer la partie potentielle.
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Enfin on retourne en base ppour la dernière exponentielle. Cette méthode, qui
réduit le problème de l'application d'un opérateur exponentiel compliqué àdes
multiplications des fonctions d'onde par des coefficients simples, est actuellement
en plein essor dans le domaine de la chimie quantique[Bal97]2. Cette technique
savère en effet très rapide lorsque le nombre de pas du réseau est de la forme 2*
Dans ce cas, les transformées de Fourier rapides sont optimisées. Toutefois cette
contrainte est assez peu flexible car elle nécessite des changements de la taille du
reseau dun facteur au moins 23 lorsqu'on veut agrandir celui-ci.
Diverses méthodes existent donc pour résoudre le problème statique ou dépen
dant du temps. Le choix de la méthode dépendra ensuite du problème. Jusqu'à
présent, les divers paramètres Ar et Ai n'ont pas été discutés. Toutefois un
choix approprie de ces paramètres est primordial pour une résolution correcte
Pour les noyaux sphériques, l'ordre de grandeur typique de Ar est de 02 fm
tandis que dans une simulation sur un réseau cartésien à3dimensions le pas
peut attendre 0.8 fm. Ce pas détermine complètement l'énergie maximum des
ondes planes associées au réseau. En effet si on suppose qu'un potentiel infini est
impose aux bord du reseau, l'impulsion maximale des onde planes s'écrit sous la
forme^Ar p == 2h [Lan93, Bal97]. Ce qui nous donne une énergie maximale
An»: - Pmax/2m. Utilisant la relation d'Heisenberg entre l'énergie et le temps
on obtient un borne maximum pour Ai: '
\2
\2A, . 2h m(Ar)2
- E~ ="ft- ~ 4'7 *(Ar) f™/c (C9)
Dans les calculs sphériques, un pas en temps de Ai =0.75 fm/c aété pris tandis
que les calculs sur le réseau cartésien Ai = 0.45 fm/c.
C.3 Méthode des particules tests pour les théories
semi-classiques
?9^w/ÏTTméU,^Jde réSOlUti°n ^ réqUati°n de VlaSOV (é<lUation[f.ty) l^re87-2J. La méthode que nous avons retenue est la méthode des par-
seules test décrite dans la référence [Won82] et appliquée sur un réseau[Len89,
Gua96]. Dans cette méthode, largement utilisée dans la dynamique nucléaire
chaque nucléon est représenté par un nombre Ntest de particules test. Afin d'éviter
les fluctuations de la densité des particules test, une densité moyenne est calculée
en chaque point du réseau: considérant un site donné "*'', chaque particule au
voisinage de ce site contribue à la densité avec un poids dépendant de la distance
entre la particule et le point i. En pratique, ceci est obtenu par le produit de
2Dans ce cas, le développement aété généralisé afin d'aller àdes ordres supérieurs en Ai/ h.
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convolution
p= p®G (CIO)
où la densité non convoluée p est simplement donnée en fonction des positions
des particules test (xn, yn, zn) par la relation:
I ANteat
P(xi, yi, zi) =-ri- e se* -x-)6^ - y«WZi - *») (c-n)
Mtest n-X
et où la fonction G définit le poids de chaque particule sur les 2m sites voisins.
Dans notre cas, G s'écrit:
G(x,y,z) = g(x)g(y)g(z) (C.12)
«M =n^0^-'"1' (C-13)
Dans cette expression, 0 correspond à la fonction Heaviside donnant une densité
moyennée sur une distance mAr. Finalement, la densité convoluée pcalculée en
un point i du réseau s'écrit
•j ANtest
p(xi,yi,zi) = —- E 9(xi - xn)g(yi - yn)g(zi - zn) (C.14)
Mtest n—i
Cette densité est utilisée pour calculer la fonctionnelle en énergie E \p] en chaque
point i du réseau:
E[p] =ltop2(?i,t) +±t3p2+°(?i,t) (C.15)
donnant accès finalement à l'hamiltonien H du système [Len89]
H(rn,Pn) =E ê~ +E Ar*E W(f*) +Coulomb (C16)
où, n est un indice parcourant l'ensemble des particules test. L'équation de
Vlasov est résolue en faisant évoluer chaque particule test n par les équations de
Hamilton classique et en utilisant un algorithme de "Runge Kutta" [Ber88] (aussi
appelé algorithme de "saut de mouton")
f(i +Ai) = f(i-Ai) +2Ai^Û, (C.17)
m
p(t + 2At) = p(t) + 2At F(t + At), (C.18)
où la force est calculée en fonction du champ moyen:
p = _ dn(fn,pn) (c 19)
drn
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C.4 Méthode numérique pour l'initialisation d'un noyau par la
méthode de Thomas-Fermi contraint
Utilisant (C.16) il est facile de montrer que la force Fdérive d'un potentiel Û
rehe au potentiel du champ moyen U[p] par la relation ? U
Û[p^x^z)=-^i:U[p\(xi,yi,Zi) (C.20)
dans laquelle la somme est faite sur les 2m sites voisins de la position (x, y, z).
C.4 Méthode numérique pour l'initialisation d'un
noyau par la méthode de Thomas-Fermi con
traint
cubent importante car elle représente, en imposant une statisriqt ae FeS
Dirac, nne des composantes "quantiques" de ces théories. En particulier l'oUenrionde noyaux sables par la méthode des particules test est compteliÏÏ dansÏT
méthodes utilisées jusqu'à présent, les noyaux évaporaient des parti même
atempérature nulle et ^ns compression. Dans ce travail de thèse, ces méSs
ont ete améliorées afin d'augmenter la stabilité des solutions trouvées.
typeLfRin8iÎ0de ^ Th°maS "F<!rmi COntrail" CMSiSte ' tr°UVer UM S°lution du
/(r,?, T) =(exp ^ +yW +AOW +Vc^-,j +A- ^^
(C 2T^!'entrie 'M'- S°US kC°ntrainte eXtériOTe A««- »™ dationde paient g%*?, ChTqUe ?" "t aJUSté de Sorte àc<™kSomtaede particules. V(r) est le potentiel correspondant à la méthode des oart,Y„l«
En inï/T? (V°ir éq' (C'20)) et S'0btimt en »tita* ï d- tetnvdùée ?En intégrant fpar rapport àp, on peut calculer la densité p:
/«% T) =/&/(?,£ r) (C22)
Afin d'accélérer les calculs d'initialisation, la symétrie sphérique des noyaux aété
utilisée: les équations C 141 rf (r om „„t in. »• - noyaux a etefonctions suivantes j ( } ^ resPectlvement remplacées par les
P(r) = /=o />(r')5(r'-,)47rr'2Jr' (C.23)
^(r) = £0"+Ml/[p]M5(r'-r)WV (C.24)
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où la fonction g est une fonction analogue à la fonction (C.13) utilisée pour
calculer la densité moyenne sur le réseau
*(r)=nsFe(ro-r) (C'25)
dans laquelle la portée r0 a été ajustée afin d'avoir le même rayon carré moyen
que G. La méthode numérique utilisée pour obtenir f(r,p,T) peut être séparée
en deux étapes:
• La première consiste à trouver / de façon itérative, solution de l'équation
statique. Partant d'un potentiel initial de type Wood-Saxon, f(r,p,T) est
calculée en utilisant l'équation (C.21) et en ajustant le potentiel chimique
de sorte à conserver le nombre de particules. La nouvelle densité p(r) est
calculée ainsi quel la densité convoluée p(r) et le potentiel U(r). Pour
le calcul de ces deux dernières quantités, une méthode de transformée de
Fourier rapide a été utilisée permettant un calcul rapide où les erreurs
numériques sont minimisées. Cette procédure est itérée jusqu'à conver
gence. Cette technique, nous donne donc une distribution f(r,p,T) solu
tion auto-consistante de l'équation de Vlasov statique sous contrainte qui
tient compte de la méthode numérique particulière utilisée.
• La seconde étape consiste à distribuer les particules test selon la distri
bution f(r,p,T). Pour se faire, une méthode de Métropolis a été em
ployée [Met53, K0086]. Cette méthode est particulièrement adaptée à
l'échantillonage d'une distribution dépendant de plusieurs variables. Pour
les particules test, partant d'une position (r0,p0), une nouvelle position
(rx,px) est tirée au hasard dans levoisinage de (r0,p0) de l'espace des phases
(dans la pratique, la position et l'impulsion sont tirés aléatoirement dans
des sphères autour de r0 et p0, les rayons des sphères étant des paramètres
de l'algorithme dépendant de la situation physique considérée). Une vari
able aléatoire xMet compriseentre 0 et 1 est également tirée. La position
(rx,px) est retenue comme position de particule test si:
. f(rX,Pi,T) (c 9fix
xmet < 77 ^r \\j.zo)f(r0,p0,T)
Si cette condition n'est pas vérifié, la position (rx,px) est rejetée. On itère
ensuite cette procédure de sorte à avoir lenombre de particules test désiré.
En pratique, un certain nombre d'itérations est nécessaire afin d'obtenir
un point de départ de l'algorithme (r0,p0) se trouvant dans un région de
l'espace des phases de forte probabilité.
Cette initialisation donne un noyaux particulièrement stable dansla dynamique
démontrant son efficacité. En particulier, mêmepour des temps long, aucune par
ticule n'est évaporée.
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Annexe D
Etude du transfert incomplet
dans le continuum: lien entre
mécanismes et structure.
Cet annexe illustre les perspectives qu'offrent les théories de transport quantiques
en permettant à la fois de décrire les mécanismes de réaction et la structure des
noyaux. Le développement d'approches quantiques lors de ce travail de doctorat
nous ont conduit à élaborer des outils performants pour résoudre l'équation de
Schrôdinger dépendante du temps. Ces outils ont été appliqués à l'étude d'un
nouveau phénomène observé dans la réaction 40Ar+58Ni à 44 MeV par nucléon
[Sca98]. Cette application a permis de donner une interprétation microscopique
à ce mécanisme et d'en comprendre la dynamique[Lac99-2].
Cet exemple illustre dans un premier temps comment la compréhension des
mécanismes est essentielle pour extraire les propriétés de structure. Dans un
second temps, nous montrerons que les mécanismes permettent d'envisager des
nouveaux outils expérimentaux afin obtenir des renseignements sur la structure
des noyaux.
D.l Transfert incomplet dans le continuum ("towing-
mode" )
Des expériences récentes de réactions inélastiques ont montré qu'en plus des
mécanismes connus tels que la désexcitation statistique ou directe, le transfert-
évaporation ("pick up-break-up") et l'éjection directe ("knock-out"), un qua
trième phénomène contribue à l'émission de particules. Ce mécanisme arécemment
été misen évidence dans la réaction 40Ar+58Ni à 44 MeV/A[Sca98] montrant des
D.l Transfert incomplet dans le continuum ("towing-mode")
propriétés surprenantes. Les particules sont émises avec une distribution angu-
ncrlw7tTî ^ T"^68- ^ efet fut interPrété comme - transfertincomplet de la cible vers le projectile dans lequel la particule est "remorquée" par
dwZli Th\t0™S-™d*:\ *«** P-ent, aucune justification théoriq'u"d un tel phénomène n'avait été donnée.
D.l.l Présentation du modèle
En utilisant le fait que la réaction est àgrand paramètre d'impact et que la cible
est laissée dans un état simple tel que le fondamental ou un niveau àun trou, nous
avons modehse la reaction en ne considérant que la dynamique des particules dans
LlT^?^ rdble * *^^ DanS Ce modèle' les *rux noyauxsont tout dabord mitiahses en utilisant une diagonalisation du hamiltonien àun
corps Dans cet hamiltonien, la partie potentielle est donnée par un potentielde Wood-Saxon ajuste au noyau considéré. Les états àun corps obtenus pour
la cible et le projectile sont ensuite placé sur un réseau àtrois dimension (sans
symétrie imposée). Lors de la collisions, nous avons supposé que les potentiels
ne se reorganisent pas de sorte à ce que l'évolution de chaque particule suive une
équation de Schrôdinger qui n'est pas auto-consistante :
injtM ={~t+VT-p(t))Wo) (D.l)
où les fonctions d'onde àun corps \<pa) sont celles de la cible et du projectile. Le
potentiel VT.P(t) est donné par la somme des deux potentiels de Wood-Saxon
La dépendance en temps de VT_P(t) provient des mouvements relatifs des centres
de masse du projectile et de la cible. De plus, un potentiel coulombien est ajouté
pour les protons. La trajectoire du projectile aété supposée rectiligne avec des
paramètres dimpact correspondant à l'effleurement des deux noyaux.
A^.nnrteau df îa!lle (**,**;Az) = (55fm,55fm,32fm) et un pas de réseau
f T.0-5™ ont ete retenus P»™ la résolution numérique, le plan de réaction
étant le plan z = 0. Le pas en temps vaut Ai = 1.5 fm/c et la méthode du
spht-operator est utilisée pour résoudre l'équation (D.l) (voir annexe C-2).
D.1.2 Résultats
En utilisant ce modèle, la partie des nucléons transmise au continuum lors de la
réaction peut être_ étudiée La fonction d'onde 2p qui est la fonction d'onde la
mo ns liée de acible de Nickel est représentée dans la figure (D.l) aux temps
0, 50, 82 et 115 fm/c. L'absorption des nucléons transmis au projectile a été
simulée en ajoutant une partie imaginaire au potentiel de celui-ci. Sur cette
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figure, on s'aperçoit qu'une partie de la fonction d'onde initialementdans la cible
est transférée au continuum avec une distribution angulaire très particulière. Ce
phénomène correspond au transfert incomplet.
^•iff
: *5W»wt"' '%ZS %L- 1
t = 0fin/c t = 50 fm/c t= 83 fm/c t= 115 fm/c
Figure D.l: Evolution de la fonction d'onde 2p initialement dans la cible. Cette
fonction d'onde est représentée aux temps 0, 50, 82 et 115 fm/c dans une réaction
de paramètre d'impact 8 fm. Les potentiels de la cible et du projectile sont
symbolisés par des cercles. On s'aperçoit qu'une partie de la fonction d'onde est
transférée au continuum avec une distribution angulaire très particulière.
A partir de la fonction d'onde au temps final, la répartition des impulsions
obtenue par transformée de Fourier permet d'extraire la distribution angulaire
et énergétique des particules émises au continuum. La figure (D.2) montre la
répartition angulaire obtenue pour des neutrons initialement situés dans des
orbitales 2p, 2s ou 1/. La distribution angulaire expérimentale pour le neu
tron le moins lié de l'orbitale 2p est également superposée. Cette figure mon
tre que la répartition angulaire dépend considérablement de la fonction d'onde
éméttrice. Le calcul pour la fonction d'onde 2p reproduit la distribution angulaire
expérimentale (figure (D.2))
La distribution énergétique obtenue à partir de la fonction d'onde 2p est












D.l Transfert incomplet dans le continuum ("towing-mode")
• I • '"
120 150 180
Figure D.2: Répartition angulaire des particules transmises au continuum
obtenue à partir de la fonction d'onde d'un neutron de la cible initialement dans
une orbitale 2p, 2s ou lf. La distribution angulaire expérimentale est également







Figure D.3: Distribution énergétique des particules transmises au continuum
issues de la fonction d'onde d'un neutron de la cible initialement dans un état
2p. La courbe pointillé montre la distribution totale tandis que la courbe continu
montre la distribution énergétique lorsque la couverture angulaire des détecteurs
est pnse en compte. Les cercles représentent la distribution expérimentale de
1émission du niveau 2p.
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D.l.3 Conclusions et perspectives
A travers l'utilisation de théories de transport quantiques, l'apparition de trans
fert incomplet au continuum a pu être confirmée. En particulier, il semble que
ce mécanisme permette de remonter à la fonction d'onde éméttrice. En effet,
expérimentalement, la connaissance des niveaux d'énergies dans la cible a permis
d'isoler l'émission du niveau 2p. Les simulationsdonnent un très bon accord avec
les données expérimentales quand ce niveau est considéré.
L'utilisation de ce modèle a de plus clarifié les propriétés du transfert in
complet. La distribution angulaire a été étudiée systématiquement montrant des
variations importantes en fonction des caractéristiques des niveaux émetteurs
(figure(D.2)). Le transfert incomplet est une source d'information sur les niveaux
à un corps près de l'énergie de Fermi. Ainsi, son étude peut s'avérer très utile
pour les noyaux complexes tels que les noyaux borroméens. En particulier, la pos
sibilité d'utiliser le transfert incomplet dans ce type de noyau offre une alternative
expérimentale pour accéder aux facteurs spectroscopiques du halo. Les simula
tions ont été étendues au 11Be en utilisant le potentiel de la référence [Gre97]. Ce
noyau est l'un des noyaux à halo les plus connus. Le dernier niveau occupé de
l'état fondamental est un état 2s à 80% (qui se trouve à uneénergie de -0.5MeV)
tandis que le dernier niveau occupé du premier état excité est un état lp à 75%
(à-0.18 MeV).
Les évolutions des fonctions d'onde 2s et lp du nBe sont représentées dans la
figure (D.4). Cette fois leliBejoue lerôle duprojectile. Les simulations prédisent
également la présence d'un transfert incomplet au continuum. Il est intéressant
de noter que ce mécanismes semble très différent entre les niveaux 2s et lp. Ce
transfert incomplet ouvre ainsi des perspectives expérimentales sur l'étude des
propriétés du halo de neutron.
D.l.4 Perspectives pour la dynamique des halos à plusieurs
neutrons
Pour des noyaux borroméens plus complexes tels que le nLi qui possède deux
neutrons dans le halo, on peut imaginer que ce nouveau mécanisme pourrait
révéler des propriétés telles que les corrélations de ces deux neutrons. D'un point
de vue théorique, l'étude d'un tel systèmerequiert d'aller au delà des modèles de
particules indépendantes et de traiter explicitement les corrélations.
Une extension du travail ci-dessus est possible en généralisant la méthode
utilisée dans la référence [Vin96]. Dans ce travail, les états propres des différents
noyaux borroméens sont obtenus en diagonalisant le hamiltonien
H = h(l) + h(2)+ Vn.n(l,2) (D.2)
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t=0 t=67 fm/c t= 116 fm/c t=181 fm/c
Figure D.4: Evolution des fonctions d'onde 2s (haut) et lp (bas) initialement
dans le Be (projectile). Ces fonctions d'ondes sont représentés à divers temps
dans une reaction avec le 58Ni (cible ) à 44 MeV/A. Dans les deux cas
transfert incomplet est observé. une
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h est un potentiel à un corps dont les états propres sont notés \<pa) et où
Vn-n est lune interaction résiduelle à deux corps par laquelle les neutrons du halo
interagissent. Les états corrélés de la fonction d'onde du halo sont trouvés en
recherchant un état propre de H sous la forme d'une somme de déterminants de
Slater à deux particules:
l*> = £GaP \<P.{1)) b«(2)>h»(2)> (D.3)
Cette méthode permet de reproduire les énergies expérimentales de nombreux
halos.
Cette méthode statique peut directement être généralisée pour l'étude de
la dynamique des halos en utilisant le principe variationnel SI = 0 associé à
l'intégrale de chemin:
I[Ca0,<Pa]= /(•* inwrH V)dt
qui conduit à des équations dépendantes du temps couplant l'évolution des coeffi
cients Cap(t) et des fonctions d'onde à un corps \ipa (t)). Cette méthode, enallant
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Résumé:
Ce mémoire traite de la possibilité de réunir à la fois les aspects quantiques et statistiques dans un même
cadre théorique en allant au delà du champ moyen. Il est montré que parmi les méthodes possibles, la théorie
de champ moyen étendu (ETDHF) en incluant les effets des corrélations à deux corps, permet une description
des phénomènes de relaxation. Cette théorie a tout d'abord été appliquée à la décroissance des résonances
géantes chaudes et froides. Après avoir développé une version étendu de la théorie de réponse linéaire (RPA
étendue), l'effet des collisions sur la réponse collective du 40Ca aété étudié. En particulier, il aété montré que
ces collisions contribuent à lalargeur d'étalement des résonances géantes, en devenant une voie de décroissance
dominante à haute température. La généralisation de ces méthodes à travers une modélisation du hamiltonien
nucléaire comme une série de couplages en cascade a permis d'aller au delà de ETDHF. Ainsi, des phénomènes
tels que les fluctuations d'Ericson à plusieurs échelles ou des interférences dans la réponse sont prédits.
L'étude des mouvements de plus grandes amplitudes recquiert l'introduction des théories de transport pour
la dynamique des noyaux. Ainsi, le champ moyen a permis l'étude de la désexcitation des noyaux chauds et
comprimés. Cette étude a clarifié le lien entre l'équation d'état et la dynamique d'expansion dans les systèmes
finis. Une comparaison avec les approches semi-classiques a de plus démontré l'importance des effets quan
tiques. Il est donc nécessaire de prendre en compte les collisions entre nucléons dans un cadre quantique. La
possibilité d'appliquer ETDHF à la dynamique nucléaire dans un cadre général a finalement été discutée. Une
méthode fiable et rapide, testée avec succès sur un modèle schématique, aété proposée pour résoudre le champ
moyen étendu dans la dynamique des noyaux. L'utilisation de ETDHF pour l'étude de l'expansion monopolaire
dun noyau d' Oafinalement montré les perspectives intéressantes d'une telle théorie en décrivant les aspects
dissîpatifs dans une dynamique quantique. L'introduction d'une dynamique stochastique quantique allant au
delà de ETDHF a finalement été discutée.
Abstract:
This work is devoted to the description ofboth quantal and statistical aspects in acohérent theoretical framework
that goes beyond amean-field approximation. It is shown that among the possible methods, the Extended mean-
field theory (ETDHF) is able to describe relaxation by including corrélation effects. This theory is first applied
to cold and hot giant résonances. After having developed aextended version of the linear response theory the
effect of collisions on the response of 40Ca is studied. It is shown that collisions contribute to the spreading
widtn of giant résonances and become a dominant decay channel at high température. The generalization of
thèse methods through the modélisation of the hamiltonian as aséries of couplings in cascade has enabled to go
beyond ETDHF. Thus, phenomena as multiscale Ericson fluctuations and interférences in the nuclear response
are predicted.
The study of larger amplitudes requires the introduction of transport théories for the nuclear dynamics.
Thus the deexcitation of hot and compressed nuclei has been studied with mean-field théories. This analysis
has clanfied the hnk between the équation ofstate and the dynamical expansion in finite Systems. Acomparison
with semi-classical has further shown the importance of quantum effects and has demonstrated the necessity
to take mto account nucléon collisions in a quantum framework. The possibility to apply ETDHF to nuclear
dynamics in the gênerai case is then discussed. A rapid and reliable method, tested on a schematic model is
proposed to solve the extended mean-field. The application of ETDHF to the monopolar expansion of 160 has
finally demonstrated the interesting perspectives of this theory for describing dissipative aspects in quantum
dynamics. Finally, the introduction ofquantum stochastic approaches is discussed.
Mots-clés:
Théorie quantique, Hartree-Fock méthode d'approximation, Structure nucléaire, Relaxation (physique nucléaire),
Fluctuations (Physique).
